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Re´sume´
Dans les milieux liquides ou` la polarisation et la densite´ de spins nucle´aires sont im-
portantes, la dynamique de l’aimantation, analyse´e par RMN (re´sonance magne´tique nu-
cle´aire), est perturbe´e par les couplages internes induits par les champs magne´tiques dipo-
laires locaux. Le pre´sent me´moire de´crit certaines conse´quences associe´es a` la pre´sence
dans l’e´chantillon d’une forte concentration de 129Xe hyperpolarise´ par pompage op-
tique (polarisation jusqu’a` 20%), notamment les modiﬁcations des spectres RMN du
proton et du xe´non en pre´sence. Puis nous pre´sentons les re´sultats de l’expe´rience
SPIDER, ayant pour but de transfe´rer de fac¸on cohe´rente la polarisation du xe´non
aux protons d’aimantation thermique aﬁn d’accroˆıtre leur signal RMN. Ensuite, nous
de´crivons l’apparition d’e´missions maser chaotiques re´pe´te´es, dues au couplage inductif
entre l’aimantation du xe´non dans un e´tat instable et la bobine d’analyse accorde´e a` sa
fre´quence de Larmor (ici 138 MHz). Enﬁn, nous pre´sentons dans la dernie`re partie une
nouvelle me´thode d’accord d’une sonde RMN permettant dans certaines conditions de
re´ception un gain important en sensibilite´ et en forme de signaux, avant de conclure sur
les limites de la the´orie classique de la relaxation dans le cas des fortes aimantations en
phase liquide.
Abstract
In liquid samples where both nuclear polarization and spin density are strong, the magneti-
zation dynamics, which can be analysed by NMR (nuclear magnetic resonance) methods,
is deeply inﬂuenced by the the internal couplings induced by local dipolar ﬁelds. The
present thesis describes some of the many consequences associated to the presence in the
sample of concentrated xenon hyperpolarized by an optical pumping process. First, we
deal with the induced modiﬁcations in frequency and line width of the proton and xenon
spectra, then we present the results of SPIDER, a coherent polarization transfer exper-
iment designed to enhance the polarization of protons, in order to increase their NMR
signal level. A third part is dedicated to the description of the apparition of repeated
chaotic maser emissions by un unstable xenon magnetization coupled to the detection coil
tuned at the xenon Larmor frequency (here 138 MHz). In the last part, we present a
new method allowing a better tuning of any NMR detection probe and resulting in sen-
sible gains in terms of sensitivity and signal shaping. Finally, we conclude with a partial
questioning of the classical relaxation theory in the speciﬁc ﬁeld of highly polarized and
concentrated spin systems in a liquid phase.
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Introduction
L
a re´sonance magne´tique nucle´aire et la re´sonance paramagne´tique e´lectronique sont
des de´couvertes majeures du XXe sie`cle. Elles s’appuient sur l’avance´e exceptionnelle
des connaissances sur la structure de la matie`re, et ont permis d’identiﬁer les acteurs
microscopiques de phe´nome`nes macroscopiques alors bien connus depuis des de´cennies –
voire des sie`cles – comme l’aimantation de certains mate´riaux ou la pre´cession de Larmor.
La re´sonance magne´tique nucle´aire de´crit la proprie´te´ qu’ont certains noyaux ato-
miques de se comporter comme de minuscules boussoles, donc des aimants microscopiques.
I.I. Rabi obtient en 1944 le prix Nobel de physique pour avoir mesure´, par la de´viation
de jets atomiques, l’amplitude de ces boussoles, autrement dit la « force » de ces aimants.
Contrairement a` nos aimants macroscopiques qui e´chappent au formalisme quantique
graˆce au phe´nome`ne de de´cohe´rence, la projection de l’amplitude de cette boussole sur
tous les axes de l’espace est quantiﬁe´e, c’est-a`-dire que comme tout syste`me soumis aux
lois de la me´canique quantique, elle ne peut adopter qu’un certain nombre discret, et res-
treint, de valeurs. Connaˆıtre ces valeurs de l’amplitude de ces boussoles, et analyser leurs
mouvements promettait alors une bien meilleure connaissance de la physique des noyaux
portant ces boussoles.
Les premie`res expe´riences ayant permis ces observations furent mene´es par E.M.
Purcell et F. Bloch, ce qui leur valut le prix Nobel de physique pour la de´couverte
a` proprement parler de la Re´sonance Magne´tique Nucle´aire. Ils prouvent la capacite´ de
ces boussoles atomiques (que nous appellerons par la suite « moments nucle´aires », ou,
par abus de langage, « spins nucle´aires »), place´es dans un champ magne´tique statique, a`
absorber de l’e´nergie provenant d’une onde e´lectro-magne´tique de fre´quence e´gale a` leur
fre´quence de Larmor. Ils se mettent alors a` osciller autour du champ magne´tique, cre´ant
a` leur tour un champ magne´tique oscillant ; en nombre suﬃsamment important, dit sta-
tistique, ils repre´sentent ce qu’on appelle une aimantation macroscopique. On peut faire
interagir par induction le champ magne´tique cre´e´ par cette aimantation avec une bobine
capable de re´sonner a` cette fre´quence, et analyser l’intensite´ et la fre´quence exacte du
courant induit. Ceci re´sume le principe de fonctionnement de toute expe´rience de re´so-
nance magne´tique nucle´aire. L’objectif de ces expe´riences est d’e´tudier les mouvements
de l’aimantation macroscopique d’un e´chantillon de matie`re par l’analyse de ces courants
induits.
La rmn est ainsi base´e sur l’analyse de niveaux e´nerge´tiques quantiques extreˆmement
faibles : les niveaux magne´tiques de spin, dits de Zeeman, des noyaux. En outre, le
couplage inductif entre la matie`re a` l’e´tude et la bobine d’analyse est souvent lui aussi
relativement peu intense. Ces deux points ne´gatifs se traduisent par une faible sensibilite´
inhe´rente a` l’analyse rmn : souvent, le courant ge´ne´re´ par les spins est si faible qu’il
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se perd dans le bruit thermique des composants e´lectroniques du circuit de re´ception.
C’est pourquoi industriels et chercheurs œuvrent depuis la naissance de cette me´thode a`
augmenter par divers moyens sa sensibilite´. La « course » au champ magne´tique, vision
consistant a` augmenter le champ magne´tique statique pour augmenter la force du signal
des spins, en est une conse´quence. L’invention des processus d’hyperpolarisation, visant
a` orienter massivement la population des spins nucle´aires dans le meˆme sens de fac¸on
transitoire aﬁn d’accroˆıtre leur aimantation totale, participe de la meˆme ide´e.
Le doctorat que j’ai eﬀectue´ au Laboratoire de Structure et Dynamique par Re´so-
nance Magne´tique au centre de Saclay du cea s’inscrit tout a` fait dans cette proble´-
matique : a` notre e´poque, les champs magne´tiques des spectrome`tres connaissent une
saturation technologique impliquant un surcouˆt souvent prohibitif pour gagner ne serait-
ce que quelques pour cent du rapport signal sur bruit total des spectrome`tres. Il est donc
ne´cessaire d’imaginer de nouvelles me´thodes pour faciliter l’emploi de la rmn dans les dis-
ciplines connexes. En rmn des liquides, tre`s couramment utilise´e en biologie pour l’e´tude
des biomole´cules (notamment pour de´terminer la structure tridimensionnelle et la dyna-
mique des prote´ines), nous cherchons par exemple avec l’expe´rience spider a` employer
du xe´non hyperpolarise´ par pompage optique pour transfe´rer de l’ordre statistique aux
protons, ce qui permettrait d’accroˆıtre leur signal total et donc de faciliter les e´tudes
biologiques. La meˆme me´thode permettrait e´galement d’augmenter de fac¸on sensible le
contraste des images obtenues sur des tissus biologiques par irm, ou d’augmenter la pre´-
cision de l’imagerie de certains cancers.
L’e´laboration de ces me´thodes de transfert implique au pre´alable une tre`s forte ai-
mantation dans un e´chantillon en phase liquide. Nous devons donc nous placer dans une
situation comparable a` celle ou` l’on essaierait de faire cohabiter dans une boˆıte de petites
dimensions un grand nombre d’aimants de grande force magne´tique, agite´s de surcroˆıt
par le mouvement brownien. Qui a de´ja` tente´ une telle expe´rience sait que ces derniers
ne peuvent manquer d’interagir les uns avec les autres, parfois meˆme de fac¸on totalement
impre´vue. De la meˆme manie`re, a` forte polarisation et en grande concentration, le dia-
logue des spins nucle´aires les uns avec les autres devient tre`s pre´gnant, et d’une grande
complexite´ d’e´tude : on n’e´tudie plus une somme d’acteurs inde´pendants et interagissant
peu, mais un ensemble fortement couple´ ou` chaque action sur l’un des e´le´ments entraˆıne
une modiﬁcation de l’e´tat de beaucoup d’autres.
Les diﬀe´rents chapitres pre´sentent des comportements qui se sont re´ve´le´s d’une im-
portance majeure lors de l’imple´mentation de l’expe´rience spider, au point de constituer
des axes d’e´tude a` part entie`re. Ils montrent la complexite´ des dynamiques de spins d’une
espe`ce fortement polarise´e. Ces eﬀets soule`vent autant de questions qu’ils apportent de
re´ponses sur le comportement des fortes polarisations en phase liquide ; nous verrons no-
tamment que la dynamique de la relaxation (la de´sexcitation naturelle du syste`me de spins
et son retour a` l’e´quilibre dicte´ par les lois de la thermodynamique) semble y eˆtre mo-
diﬁe´e et que des phe´nome`nes ale´atoires microscopiques peuvent occasionner des compor-
tements macroscopiques totalement impre´visibles comme des e´missions maser autonomes
multiples. Ces e´tudes constituent des e´bauches inte´ressantes des obstacles inhe´rents aux
fortes polarisations a` venir en rmn des liquides, science dont la communaute´ manifeste un
inte´reˆt croissant pour les processus d’hyperpolarisation transitoire permettant d’obtenir
des aimantations et des polarisations toujours plus importantes.
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Dans une premie`re partie, nous e´voquerons le cadre the´orique et expe´rimental associe´
a` la rmn. Les deux premiers chapitres sont ainsi de´die´s a` la pre´sentation respectivement
des fondements de la rmn et des eﬀets dipolaires cohe´rents rencontre´s en rmn en phase
liquide ; le troisie`me chapitre, qui cloˆt cette partie, de´crit quant a` lui le processus d’hy-
perpolarisation du xe´non par pompage optique utilise´ pour les expe´riences mene´es durant
cette the`se.
La partie centrale de ce me´moire pre´sente les re´sultats obtenus relativement aux divers
axes explore´s et tous associe´s a` l’e´tude des hautes polarisations et hautes aimantations en
phase liquide. Le premier chapitre de cette partie de´crit les modiﬁcations induites par ces
fortes aimantations sur les spectres des espe`ces en pre´sence, e´tude pre´liminaire qui explique
notamment les limitations et les axes a` de´velopper dans l’expe´rience spider de´crite dans
le chapitre suivant. Le chapitre central de cette partie concerne l’apparition d’e´missions
masers instantane´es et ale´atoires en phase liquide. Cette de´couverte fondamentale est
porteuse de nombreux axes d’e´tudes, notamment un questionnement sur l’importance et
l’apparition de phe´nome`nes chaotiques en rmn. Enﬁn, le dernier chapitre de cette partie
de´crit une nouvelle me´thode d’accord de sonde de re´ception rmn, que nous avons pu
de´velopper durant les e´tudes rapporte´es dans les chapitres pre´ce´dents.
Nous conclurons ce me´moire par une dernie`re partie dans laquelle nous esquisserons
quelques possibles implications des e´tudes pre´alablement de´crites ainsi que les principes
d’expe´riences d’inte´reˆt qu’il n’a pas e´te´ possible de re´aliser durant ce doctorat pour des
raisons de contrainte temporelle.
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Premie`re partie
Cadre the´orique et expe´rimental
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Chapitre I
Fondements de la RMN
Les de´ﬁnitions et calculs qui suivent ne sont qu’un bref rappel de la the´orie quantique
de la RMN de´veloppe´e selon les approches d’Abragam et Goldman [1, 2]. Au pre´alable,
nous supposerons pour la suite que le syste`me quantique a` l’e´tude est compose´ de N
spins I=1/2. En pratique, un e´chantillon de´passe largement N = 1015 spins : meˆme en
ne´gligeant tout autre niveau e´nerge´tique que ceux des spins nucle´aires (ce qui sera le cas
pour le reste de ce document excepte´ le chapitre VII), le nombre d’e´le´ments de la base
est donc supe´rieur a` 1010
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, un nombre par exemple incommensurablement plus grand
que le nombre d’atomes dans l’univers, ce qui explique le recours a` la matrice-densite´ des
e´tats, et donc de de´crire l’e´volution du syste`me en termes de « cohe´rences » plutoˆt qu’en
termes de transitions entre e´tats quantiques individuels. La limitation du cadre d’e´tude a`
I=1/2 s’explique du fait que les deux espe`ces principalement utilise´es dans les expe´riences
relate´es ici sont 1H et 129Xe, toutes deux de spin nucle´aire 1/2.
I.1 Rappels et de´finitions
Nous recensons ici les principales notions aﬁn de mettre en place les notations qui
seront utilise´es dans la suite du me´moire.
I.1.1 L’effet Zeeman
L’ope´rateur vectoriel de spin I d’un noyau est proportionnel [2] a` l’ope´rateur du mo-
ment magne´tique m de ce dernier :
m = γ~I (I.1)
ou` γ est le rapport gyromagne´tique du noyau conside´re´. Plonge´ dans un champ magne´tique
B0, le moment magne´tique est associe´ a` l’hamiltonien Zeeman :
Hz = −m ·B0 (I.2)
correspondant a` une e´nergie magne´tique d’expression E = −m ·B0. L’axe Oz sera de´sor-
mais de´ﬁni comme ayant une orientation et un sens identiques a` ceux de B0. La pre´sence
de ce champ d’intensite´ note´e B0 le`ve la de´ge´ne´rescence des e´tats propres d’e´nergie des
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spins Ii associe´s aux moments mi de l’e´chantillon : chacun en posse`de deux, note´s |+i〉 et
|−i〉 et d’e´cart d’e´nergie e´gal a` hν0, ou` ν0 est la fre´quence de´ﬁnie par
ν0 = ω0/2π = −γB0/2π (I.3)
Nous appellerons par la suite intensite´ fre´quentielle d’un champ magne´tique B la valeur
fre´quentielle ω = −γB. Il est important de noter que cette valeur de´pend de γ, donc
du noyau conside´re´. Nous adopterons la notation re´duite des hamiltoniens H = H/~.
L’hamiltonien Zeeman s’e´crit alors
Hz = ω0Iz (I.4)
L’espace des e´tats d’un spin Ii e´tant de´crit par l’espace vectoriel Ii de base {|+i〉 , |−i〉},
la fonction d’onde de Ii, note´e |ψi〉, s’e´crit selon la notation de Dirac comme :
|ψi〉 = α+i |+i〉+ α−i |−i〉 (I.5)
les coeﬃcients scalaires complexes α+i et α
−
i ve´riﬁant la condition de normalisation (α
+
i )
2+
(α−i )
2 = 1.
On appelle 1i l’ope´rateur identite´ de l’espace Ii. Les matrices des trois ope´rateurs de
spin inde´pendants I ix, I
i
y et I
i
z exprime´es dans la base {ket+i, |−i〉} – proportionnelles aux
matrices de Pauli –, s’e´crivent :
I ix =
1
2
(
0 1
1 0
)
, I iy =
ı
2
(
0 −1
1 0
)
, I iz =
1
2
(
1 0
0 −1
)
(I.6)
Ainsi de´ﬁnis, {1i, I ix, I iy, I iz} forment une base orthonorme´e de L (Ii), espace des ope´rateurs
sur Ii. Enﬁn, on nomme respectivement
I i+ = I
i
x + ıI
i
y
I i− = I
i
x − ıI iy
les ope´rateurs dits ope´rateurs « de monte´e » et « de descente » du spin Ii. De manie`re
e´quivalente, {1i, I i+, I i−, I iz} peut servir de base de L (Ii).
I.1.2 Espace des e´tats de spin
L’e´tat « global » de l’e´chantillon e´tant de´ﬁni par la donne´e de l’e´tat individuel de
chaque spin, on identiﬁe l’e´tat de spin du syste`me a` un vecteur de l’espace de Hilbert H,
de´ﬁni comme le produit tensoriel des Ii :
H = ⊗Ni=1Ii (I.7)
de base propre associe´e e´gale au produit tensoriel des bases propres des Ii. Les vecteurs
de cette base sont de la forme I.8, on les notera {|j〉}1≤j≤2N , selon une nume´rotation
arbitraire.
|j〉 = |+,−,−,+, · · · ,+,+〉 (I.8)
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|ψ〉 =
N∑
j=1
aj |j〉 (I.9)
La fonction d’onde |ψ〉 de l’e´tat de spin peut alors s’e´crire comme pre´sente´ en I.9 avec
la condition de normalisation a21+ · · ·+a22N = 1. L’hamiltonien total du syste`me est e´gal a`
la somme des hamiltoniens de chaque spin, plus les termes d’interactions qu’on pre´sentera
ci-apre`s.
Un ope´rateur A ∈ L (H) est de´ﬁni comme le produit tensoriel de ses re´ductions a`
chaque espace L (Ii) :
A ∈ L (H) ⇐⇒ A = A1 ⊗ · · · ⊗ AN =
∏
i
Ai, Ai ∈ L (Ii)
ou comme une combinaison line´aire de tels produits tensoriels. L’ope´rateur Ix par exemple
est de´ﬁni comme
Ix =
∑
i
11 ⊗ · · · ⊗ I ix ⊗ 1i+1 · · · ⊗ 1N
On de´ﬁnit aussi de la sorte Iy, Iz, I+, I−, . . .
I.2 L’ope´rateur matrice densite´
I.2.1 De´finitions et proprie´te´s
Le formalisme de la matrice densite´ est particulie`rement adapte´ aux syste`mes pos-
se´dant un grand nombre d’e´tats dont les populations relatives suivent une distribution
statistique quasi-continue en fonction de leur e´nergie. La distribution en question est de´-
ﬁnie comme suit : pour chaque e´tat |ψ〉 du syste`me de spins, P(|ψ〉)dV repre´sente la
probabilite´ de trouver le syste`me dans l’espace des e´tats dans un petit e´le´ment de volume
dV autour de l’e´tat |ψ〉. L’ope´rateur matrice densite´, note´ ρ, est de`s lors de´ﬁni par :
ρ(t) =
∫
P(|ψ〉) |ψ〉〈ψ| dV (I.10)
Les termes non diagonaux de ρ sont appele´s « cohe´rences de spins » ou « superpositions
cohe´rentes d’e´tats ». Elles peuvent concerner un ou plusieurs spins.
Les cohe´rences et populations, de´ﬁnies comme telles, sont donc de´pendantes de la base
dans laquelle est exprime´e ρ. Si l’on choisit la base d’e´criture {1i, I i+, I i−, I iz, i ∈ [1, N ]},
elles peuvent eˆtre e´crites sous la forme ge´ne´rale
Iβ1α1I
β2
α2 . . . I
βk
αk ou` αi ∈ {+,−, z} , β1 < · · · < βk , et 1 ≤ k ≤ N
Le nombre de quanta ∆m d’une cohe´rence est de´ﬁni comme la diﬀe´rence du nombre
d’ope´rateurs « monte´e » et « descente » pre´sents dans son e´criture [2, 3]. La pre´sence
d’une cohe´rence a` ∆m quanta dans ρ signiﬁe qu’il y a dans le syste`me de spins une
superposition cohe´rente entre des e´tats propres de spins se´pare´s par une e´nergie Zeeman
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e´gale a` ∆E = ∆m~ω0. La phase de l’e´tat re´sultant e´volue a` la fre´quence ∆mω0/2π dans
le re´fe´rentiel du laboratoire.
Quelques brefs rappels : la moyenne statistique 〈A〉 de la grandeur d’un observable Aˆ
peut s’e´crire comme la trace du produit de son ope´rateur associe´ avec ρ (cf. Eq. I.11), et
l’e´quation d’e´volution de la matrice densite´, dite de Liouville-von Neumann et de´duite de
l’e´quation de Schro¨dinger, est pre´sente´e en Eq. I.12.
〈A〉 = Tr(ρA) (I.11)
dρ
dt
= −ı [H , ρ] (I.12)
A l’e´quilibre thermique a` la tempe´rature T , les probabilite´s statistiques des e´tats
propres e´nerge´tiques du syste`me sont bien de´ﬁnies, et donne´es par la loi de Boltzmann.
Dans une base propre de l’hamiltonien H , la matrice de´crivant ρ est alors diagonale et
peut eˆtre e´crite comme
ρeq =
e−H
Tr(e−βH )
(I.13)
ou` β = ~/kT est la tempe´rature inverse du re´seau et k la constante de Boltzmann. Dans
l’espace L (H), la trace d’un ope´rateur suit les re`gles de calcul suivantes :
Tr(A = A1 ⊗ · · · ⊗ AN) =
∏
i
Tri(Ai)
∀A,B ∈ L (H) Tr(A+B) = TrA+ TrB (I.14)
ce qui nous permet donc de de´ﬁnir les valeurs moyennes des ope´rateurs globaux Ix, I+,
I−,. . .
Il est important de de´ﬁnir en particulier deux valeurs moyennes primordiales :
• l’aimantation macroscopique classique M – la valeur moyenne la plus importante
en RMN :
M = γ~〈I〉 = γ~(〈Ix〉ex + 〈Iy〉ey + 〈Iz〉ez) (I.15)
On de´ﬁnit e´galement comme ceci Mx ↔ Ix,M+ ↔ I+,M− ↔ I−, . . .
• la polarisation a` l’e´quilibre P associe´e a` une tempe´rature T , de´ﬁnie en l’absence de
mouvement de l’aimantation comme
P =
1
N
Tr(Izρeq) = −tanhβω0
2
(I.16)
La polarisation indique la diﬀe´rence relative entre le nombre de spins de l’e´chantillon
dans l’e´tat |+〉 et ceux dans l’e´tat |−〉. L’hypothe`se de haute tempe´rature, tre`s
classique en RMN, consiste a` eﬀectuer l’approximation P ≈ −βω0/2.
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Peu de coeﬃcients de la matrice densite´ sont en fait observables expe´rimentalement
de fac¸on directe : les expe´riences de RMN ne permettent que de de´tecter la variation du
ﬂux magne´tique dans la bobine transversale. Or le ﬂux en question est proportionnel a` la
valeur moyenne de Ix. La variation temporelle de 〈Ix〉 est alors obtenue par observation
directe de la FID, et le signal en quadrature de phase de la FID peut eˆtre en tre`s bonne
approximation1 conside´re´ comme la de´rive´e temporelle de 〈Iy〉. Quant a` 〈Iz〉, l’e´quation
I.16 montre qu’elle peut par exemple eˆtre mesure´e par la polarisation, par induction
(indirectement) [4, 5], me´caniquement [6] ou encore optiquement [7, 8].
I.2.2 Formalisme de la mole´cule moyenne
En phase liquide, le mouvement brownien change en permanence l’orientation des
vecteurs intermole´culaires. La valeur du couplage dipolaire entre deux spins porte´s par
des mole´cules diﬀe´rentes mais proches, donne´e en I.23, est donc non seulement beaucoup
plus faible en valeur extre´male que pour deux spins de la meˆme mole´cule, mais elle est
aussi moyenne´e rapidement a` 0. Ces deux derniers points permettent donc de ne´gliger,
dans la the´orie dite de la « mole´cule moyenne », tout eﬀet cohe´rent intermole´culaire.
Chaque mole´cule i e´tant inde´pendante, on de´ﬁnit sa matrice densite´ re´duite σi(t) comme
indique´ en I.17.
σi(t) = ρ(t)|i (I.17)
L’e´volution de σi ne de´pend que des inhomoge´ne´ite´s de champ et de sa valeur initiale
a` t = 0. Au lieu de ρ, on pre´fe`re calculer l’e´volution d’une matrice σ(t) obtenue comme
la moyenne des σi(t) sur tout l’e´chantillon. Ce formalisme de mole´cule moyenne permet
de re´duire l’espace de travail de 4Na2N a` 4a2 dimensions, a e´tant le nombre de spins
I = 1/2 diﬀe´rents porte´s par la mole´cule de l’espe`ce a` l’e´tude. On aboutit donc a` un
espace bien plus restreint et inde´pendant du nombre de mole´cules ; ce raisonnement
permet de calculer - dans cette hypothe`se de couplages intermole´culaires ne´gligeables -
l’e´volution de cohe´rences pour un tre`s grand nombre de se´quences.
I.3 Les interactions
I.3.1 Effets des champs tournants
Il est possible d’induire des oscillations entre certains e´tats propres au moyen de
champs oscillant a` la fre´quence de Larmor. Etant donne´e la gamme des champs magne´-
tiques B0 utilise´e de nos jours, cette dernie`re se situe souvent dans la gamme de 1 MHz
a` 1 GHz, (domaine radiofre´quence). En pre´sence d’un champ magne´tique B1 perpendicu-
laire a` B0 et tournant autour de celui-ci a` la fre´quence ω/2π, a` l’hamiltonien magne´tique
1Ceci est vrai pour les expe´riences de RMN a` haut champ pour lesquelles les modulations temporelles
des cohe´rences sont tre`s lentes devant la vitesse de rotation de celles-ci dans le re´fe´rentiel du laboratoire.
Historiquement, des configurations utilisant des bobines croise´es ont e´galement e´te´ utilise´es pour de´tecter
inde´pendamment les deux valeurs moyennes transversales ; le proble`me est alors d’e´viter le couplage
inductif entre les deux bobines d’axe respectif x et y.
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du syste`me s’ajoute le terme Hrf de´pendant du temps :
Hrf = ω1 (cos(ωt)Ix + sin(ωt)Iy) (I.18)
ou` ω1 est l’intensite´ fre´quentielle de B1.
Soit U un ope´rateur unitaire. On de´ﬁnit le changement de repre´sentation associe´ a` U
pour tout ope´rateur hermitien A
A→ A˜ = UAU † (I.19)
Apre`s le changement de repre´sentation U = eıωIzt, on observe l’e´volution des ope´rateurs
dans le re´fe´rentiel tournant lie´ a` B1. L’hamiltonien eﬀectif vaut dans ce cas-la`
H˜eff = UH U
† = (ω0 − ω)Iz + ω1Ix (I.20)
Dans ce nouveau re´fe´rentiel, les spins pre´cessent autour du vecteur ~ωeff situe´ dans le plan
contenant B1 et B0 et formant avec ce dernier un angle Θ qui vaut :
Θ = arctan
ω1
ω − ω0 (I.21)
I.3.2 Le de´placement chimique et le couplage indirect
Les interactions du spin nucle´aire avec le nuage e´lectronique peuvent aise´ment eˆtre
incluses a` l’aide d’un calcul de perturbations. Elles se traduisent par des modiﬁcations de
deuxie`me ordre des niveaux d’e´nergie Zeeman en fonction de l’environnement chimique
de l’atome. Cet eﬀet, appele´ le de´placement chimique, permet les applications spectrosco-
piques de la re´sonance magne´tique nucle´aire.
De nombreux eﬀets peuvent eˆtre a` l’origine d’une de´formation du nuage e´lectronique
et donc induire un de´placement chimique : liaisons e´lectroniques engage´es, tempe´rature,
eﬀets de concentrations, etc. Supposons que le syste`me soit compose´ de mole´cules portant
deux spins non-e´quivalents (de de´placement chimique diﬀe´rent) Ia et Ib, de fre´quence de
Larmor respective ωa0 et ω
b
0. Le calcul perturbatif, dans l’hypothe`se d’un e´chantillon a`
l’e´tat liquide ajoute a` l’hamiltonien du syste`me les termes suivants :
Hdc = δaI
a
z + δbI
b
z + J Ia · Ib (I.22)
δa ≪ ωa0 et δb ≪ ωb0 sont les de´placements chimiques respectivement de Ia et Ib (re´sultant
de l’interaction entre le nuage e´lectronique de l’atome et le champ), et J est le couplage
indirect entre Ia et Ib. Ce couplage re´sulte des interactions entre les noyaux via les e´lectrons
de liaison des atomes concerne´s.
Durant la suite du me´moire nous nous bornerons a` constater que le de´placement
chimique a pour conse´quence de diﬀe´rencier les spins selon leur environnement, ce qui
implique un e´talement des re´sonances de chaque type de spins dans le domaine spectral.
Ces variations locales se superposent sur le spectre global de l’espe`ce, et divisent la raie
de la transition Zeeman en une distribution inhomoge`ne, due a` cette variation locale de
de´placements chimiques dans l’e´chantillon et au grand nombre de spins du syste`me. On
verra que l’e´talement spectral re´sultant de ces distributions diﬀe`re beaucoup selon l’e´tat
de polarisation du syste`me et si on conside`re le proton ou le xe´non.
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I.3.3 Les couplages dipolaires
Deux dipoˆles magne´tiques mi et mj a` distance ﬁnie rj posse`dent une e´nergie d’inter-
action associe´e a` l’hamiltonien dipolaire J dipij :
H dipij =
µ0
4π~
mi ·mj − 3(mi · uij)(mj · uij)
r3ij
(I.23)
ou` uij est un vecteur unitaire pointant de Ii vers Ij. H
dip
ij s’e´crit encore sur la base des
{I iα, Ijα, α = (+,−, z)} de la fac¸on suivante :
H dipij =
µ0γiγj~
4πr3ij
((1− 3 cos2 θ)(I izIjz −
1
4
(I i+I
j
− + I
i
−I
j
+))
− 3
2
cos θ sin θ(e−ıΦ(I izI
j
+ + I
i
+I
j
z )− eıΦ(I izIj− + I i−Ijz )) (I.24)
− 3
2
sin2 θ(e−ı2ΦI i+I
j
+ + e
ı2ΦI i−I
j
−))
ou` θ est l’angle forme´ par B0 et uij, et Φ est le deuxie`me angle d’Euler de u dans le
repe`re (Ox,Oy,Oz). Restons au cas de deux spins dans un champ B0 tre`s intense par
rapport aux champs dipolaires cre´e´s par Ii et Ij. Le calcul des e´tats propres de l’hamiltonien
Zeeman et dipolaire se fait en conside´rant H dipij comme une perturbation de H0. Auquel
cas, seuls les termes de la premie`re ligne doivent eˆtre conserve´s. Le premier terme en
I izI
j
z commute syste´matiquement avec l’hamiltonien Zeeman du syste`me, mais le terme de
ﬂip-ﬂop en I i+I
j
−+ I
i
−I
j
+ peut eˆtre ignore´ de`s lors que ω
i
0−ωj0 ≫ δij, ou` δij est de´ﬁni par :
δij =
µ0γiγj~
4πr3ij
(1− 3 cos2 θ) (I.25)
Dans le cas de N spins Ii de
129Xe chacun porte´ par un atome de xe´non diﬀe´rent,
l’hamiltonien dipolaire total Hdip s’e´crira donc comme la somme des contributions :
Hdip =
∑
i<j
H ipij (I.26)
La formule I.25 sugge`re bien par ses de´pendances en θ et r que l’hamiltonien Hdip est
fortement de´pendant du temps dans le cas d’un e´chantillon liquide, du fait du mouve-
ment brownien qui impose a` chaque instant une diﬀusion translationnelle et rotationnelle
inde´pendantes des mole´cules. Ce mouvement ale´atoire a pour conse´quence de moyenner
a` 0 tous les couplages dipolaires – extreˆmement faibles du fait de la de´pendance en r3ij –
entre deux spins porte´s par des mole´cules proches ou entre deux atomes diﬀe´rents dans le
cas d’espe`ces monoatomiques, par exemple le xe´non dissous. Enﬁn, le traitement de Hdip
en tant que perturbation de H0 permet de ne´gliger dans le premier les ope´rateurs autres
que I izI
j
z dans le cas de deux spins he´te´ronucle´aires (γi 6= γj).
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I.4 La relaxation
Les niveaux de spins nucle´aires ne sont pas totalement de´couple´s des autres niveaux
e´nerge´tiques atomiques et mole´culaires : ce continuum de niveaux thermiques, appele´
« re´seau », est assimilable a` un thermostat de tempe´rature T auquel est couple´ faiblement
le syste`me de N spins de l’e´chantillon. La relaxation est le processus non-radiatif de
disparition et de retour a` l’e´quilibre des cohe´rences de spins re´sultant des interactions
spins-re´seau.
On de´crit en ge´ne´ral l’eﬀet de ce couplage via deux principaux temps de relaxation :
• le temps de relaxation longitudinale T1 qui caracte´rise le temps de retour a` l’e´quilibre
de l’aimantation Mz a` son niveau de Boltzmann.
• le temps de relaxation transversale T2 qui caracte´rise la de´croissance de l’aimantation
« transversale », c’est-a`-dire dans le plan perpendiculaire a` l’axe de B0.
Revenons a` l’hamiltonien total du syste`me : en recensant les diﬀe´rents termes e´nume´re´s
dans les paragraphes pre´ce´dents, nous trouvons
H = H0 + Hrf + Hdc + H1(t) (I.27)
Nous adopterons pour la suite de ce paragraphe la repre´sentation interaction : cette
dernie`re n’est pas lie´e a` un re´fe´rentiel mais a pour but de faire abstraction de tout ha-
miltonien du syste`me non ale´atoire. En l’absence de champ radiofre´quence, dans cette
repre´sentation associe´e a` l’ope´rateur U = eı(H0+Hdc(t)), l’hamiltonien vaut H˜ = H˜1(t),
soit l’hamiltonien d’interaction spins-re´seau de´pendant du temps.
Ce couplage spins-re´seau peut s’e´crire [1, 2] sous la forme :
H1(t) =
∑
α
VαFα(t) (I.28)
les Vα e´tant des ope´rateurs de spin tels que V˜α(t) = Vαe
ıωt pre´cessent a` des fre´quences
ωα/2π toutes diﬀe´rentes. Les Fα sont des fonctions ale´atoires de moyenne temporelle
nulle. Leurs fonctions de corre´lations Fα(t)Fα(t+ τ) sont suppose´es eˆtre stationnaires et
pouvoir eˆtre caracte´rise´es par un temps de corre´lation ταc . Leur densite´ spectrale est note´e
Jα(ω). Les contributions peuvent avoir des origines diﬀe´rentes : la relaxation dipolaire par
exemple comprend tous les termes issus de couplages dipolaires de´pendant du temps du
fait du mouvement brownien.
L’e´quation-pilote de la relaxation (I.29) (cf. Re´f. [1]) de´crit l’e´volution de la matrice
densite´ dans la repre´sentation interaction et son retour a` sa valeur d’e´quilibre ρ˜eq de´ﬁnie
en I.13.
dρ˜
dt
= −
∑
α
[
Vα,
[
V †α , (ρ˜− ρ˜eq)
]]
Jα(ωα) (I.29)
Elle n’est correcte que lorsque les temps de corre´lation ταc sont tre`s petits devant les temps
caracte´ristiques de disparition des cohe´rences de ρ, donc typiquement devant T1 et T2. On
reviendra plus pre´cise´ment dans le chapitre sur les eﬀets dipolaires (cf. chapitre II) sur les
hypothe`ses de cette e´quation et sur les diﬀe´rentes troncatures possibles de l’hamiltonien
dipolaire.
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I.5 L’amortissement cohe´rent
Ce couplage non-line´aire est e´galement connu sous son nom anglais « radiation dam-
ping »(cf. par exemple Re´f. [9]). Il est duˆ a` la pre´sence de la bobine accorde´e a` la fre´quence
ν0 qui entoure l’e´chantillon. Celle-ci est traverse´e par un courant inductif provoque´ par
le mouvement de pre´cession de l’aimantation transversale (par rapport a` l’axe de la bo-
bine Oz) M⊥. Ce courant, a` son tour, ge´ne`re un champ radiofre´quence transversal Brd
a` la fre´quence exacte de pre´cession de M⊥. Le de´calage de phase entre les deux vecteurs
de´pend de l’accord en impe´dance du circuit e´lectronique de de´tection. Dans l’hypothe`se
d’un accord parfait de ce dernier, ils sont en quadrature de phase. Si l’on suppose que Brd
est selon l’axe Ox, l’action du radiation damping sur Mz s’e´crit alors :
dMz
dt
∣∣∣∣
r.d.
= − M
2
⊥
M0Tr
(I.30)
M0 e´tant la valeur de ||M|| a` l’e´qulibre thermique. Le parame`tre Tr est le temps caracte´-
ristique du radiation damping, il vaut pour une aimantation a` l’e´quilibre thermique
τr =
2kT
µ0ηQ|γ|3~2n (I.31)
ou` η, Q et n sont respectivement le facteur de remplissage et le facteur de qualite´ de
la sonde de de´tection RMN, et la densite´ volumique de spins dans l’e´chantillon. Si l’ai-
mantation a transitoirement un facteur d’hyperpolarisation K par rapport a` son niveau
thermique, Tr vaut :
Tr(K) =
τr
|K| (I.32)
Il est important de noter les diﬀe´rents sens de variation de Tr(K) par rapport aux
parame`tres physiques cite´s :
• Tr ∝ |γ|−3 : pris a` leurs niveauxM0 respectifs, le « radiation damping » de la bobine
sur 129Xe est donc 47,5 fois moins intense que celui sur 1H.
• Tr ∝ (ηn)−1 : le « radiation damping » est un eﬀet collectif, non-line´aire. A volume
ﬁxe, le rappel de M vers la direction d’e´nergie minimale est donc d’autant plus fort
que la quantite´ de spins dans l’e´chantillon est importante.
• Tr ∝ Q−1 : le couple de rappel, proportionnel a` Brd, de´pend directement de l’accord
de la sonde et de son facteur de qualite´. Si la de´tection est mauvaise, l’eﬀet de
« radiation damping » sera d’autant plus de´grade´. C’est pourquoi on de´saccorde
parfois le´ge`rement la sonde pour aﬀaiblir un radiation damping trop fort ; il faut
alors trouver un optimum entre amoindrissement de cet eﬀet et diminution de la
sensibilite´ de la sonde donc des signaux RMN. Ce rapport signal sur bruit est en
eﬀet proportionnel a`
√
Q.
Pour le cas d’un syste`me compose´ de spins homonucle´aires formant une aimantation
M homoge`ne (donc en ne´gligeant les inhomoge´ne´ite´s de B0 et les eﬀets dipolaires de´crits
au chapitre suivant), l’eﬀet d’amortissement cohe´rent cre´e donc par induction un couple
agissant sur M et qui tend a` ramener cette aimantation vers son orientation a` l’e´quilibre
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(cf. I.30). Ceci se traduit par la de´formation des spectres RMN associe´s a` M : l’amor-
tissement cohe´rent tend a` e´largir la raie de re´sonance, et l’eﬀet est d’autant plus visible
que l’angle d’impulsion θ est petit. On reviendra en de´tail sur les eﬀets d’amortissement
cohe´rent dans les e´quations de Bloch de´crites dans la section qui suit, ainsi qu’au chapitre
VI concernant l’apparition de masers multiples.
I.6 Les e´quations de Bloch
Supposons que le syste`me ne soit soumis qu’a` l’hamiltonien Zeeman cre´e´ par le champ
B0. En prenant la trace du produit de I.12 avec, respectivement, γ~Ix, γ~Iy et γ~Iz, on
obtient les e´quations diﬀe´rentielles moyennes dites e´quations de Larmor :


dMx
dt
= ω0My
dMy
dt
= −ω0Mx
dMz
dt
= 0
(I.33)
Dans ce cas simple sans autre hamiltonien que H0, on retrouve l’eﬀet classique appele´
pre´cession de Larmor : l’aimantation pre´cesse autour de B0 a` la fre´quence ν0.
On a vu aux paragraphes pre´ce´dents que :
• le de´placement chimique, pour une aimantation re´sultant d’une distribution de spins
homonucle´aires, a pour seul eﬀet de de´caler la fre´quence globale d’un terme ωdc/2π ;
• une impulsion radiofre´quence applique´e a` la re´sonance et d’intensite´ fre´quentielle
ω1/2π et d’axe Ox engendre une pre´cession deM autour de cet axe et a` cette meˆme
fre´quence ;
• La relaxation est responsable de la de´croissance exponentielle des aimantations, en
T1 pour Mz, et en T2 pour Mx et My ;
• l’amortissement cohe´rent ajoute une terme de´rivatif − M
2
⊥
M0Tr
dans l’e´quation d’e´vo-
lution de Mz (les modiﬁcations de M˙x et M˙y sont e´crites ci-apre`s).
Ces quelques remarques permettent d’e´crire le syste`me non-line´aire dit de Bloch, comme
suit : 

dMx
dt
= (ω0 − ωdc)My − MxMz
M0Tr
− Mx
T2
dMy
dt
= −(ω0 − ωdc)Mx − ω1Mz − MyMz
M0Tr
− My
T2
dMz
dt
= ω1My − M
2
⊥
M0Tr
− Mz −M0
T1
(I.34)
On reviendra en VI sur les solutions analytiques de ce syste`me dans le cas ou` T1 est tre`s
grand devant T2 et Tr [10].
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Chapitre II
Les effets dipolaires cohe´rents en
RMN des liquides
Les eﬀets des couplages dipolaires intermole´culaires - hormis la relaxation - sur la dy-
namique des spins sont ge´ne´ralement ne´glige´s dans la description classique de la RMN
en phase liquide. Cependant, certains comportements [11, 12] exclusivement dus aux
couplages dipolaires a` longue distance (distance grande devant la distance de diﬀusion
moyenne d’une mole´cule sur un temps de l’ordre de T1 ou T2) dans l’e´chantillon requie`rent
la prise en compte de ces derniers. On conside´rera pour la suite principalement le mode`le
ide´al d’une seule espe`ce de mole´cule, avec un unique spin Ii porte´ par la mole´cule i.
II.1 Champ et moments de l’interaction dipolaire
Le champ dipolaire moyen
Nous avons de´crit en Eq. I.23 la forme de l’hamiltonien d’interaction dipolaire tronque´
entre deux spins Ii et Ij. La somme des interactions du spin Ii avec tous les spins Ij 6=i
s’e´crit :
H idip = −
µ0
4π~
∑
j 6=i
mi ·mj − 3(mj · uij)(mi · uij)
|rj − ri||3 (II.1)
= −1
~
mi ·
(
µ0
π
∑
j 6=i
mj − 3(mi · uij)uij
||rj − ri||3
)
(II.2)
Cette interaction peut encore s’e´crire sous la forme du produit scalaire entre mi et un
champ vectoriel Bid(r = ri) de´ﬁni comme :
Bid(r) =
µ0
π
∑
j 6=i
mj − 3(mj · u)u
||rj − r||3 (II.3)
avec u = rj − r. On retrouve alors
Hdip = −1
~
mi ·Bid(r = ri)
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Bid(r) est donc un champ local, e´gal a` la somme des champs dipolaires cre´e´s par chaque
spin Ij 6=i au point r. Comme dans notre cadre d’e´tude tous les spins Ii sont identiques
de rapport gyromagne´tique γ, nous pouvons appliquer les re´sultats de la the´orie du ma-
gne´tisme de Weiss. Meˆme s’il ne peut pas eˆtre nomme´ champ « de´magne´tisant1 » comme
c’est ge´ne´ralement le cas pour une matie`re aimante´e classique, il en conserve les principales
caracte´ristiques ge´ome´triques.
En particulier, si le volume V contenant les spins est de forme ellipso¨ıde et que le
milieu est homoge`ne, Bid(r) est uniforme sur tout V . Pour r ∈ V , il ne de´pend donc ni de
i ni de r. On peut donc de´ﬁnir le champ dipolaire moyen Bd :
∀i,∀r ∈ V Bd = Bid(r) (II.4)
La the´orie du champ de´magne´tisant nous apprend e´galement qu’une telle distribution
ellipso¨ıde de contributions dipolaires cre´e un champ Bd qui de´pend uniquement d’un
facteur ge´ome´trique ξ donne´ par les valeurs relatives des axes de l’ellipso¨ıde, et dont les
valeurs et abaques sont tabule´es en [14]. En pratique, ξ varie entre -0,5 et 1 selon la forme
de l’ellipso¨ıde. L’e´chantillon liquide de RMN classique, est assimilable a` un ellipso¨ıde
de forme tre`s allonge´e selon l’axe du champ de l’aimant. On peut donc en tre`s bonne
approximation supposer Bd comme uniforme dans tout l’e´chantillon, avec un facteur ξ
associe´ e´gal a` -0,5.
Bd est toujours coline´aire et de sens oppose´ a` l’aimantation M qui le cre´e, de plus sa
norme vaut :
Bd = |γ|~µ0n|P |ξ (II.5)
Dans le re´fe´rentiel du laboratoire Ox,Oy,Oz ou`, en premie`re approximation, M est sou-
mise a` la pre´cession de Larmor autour de B0 ce champ a donc une composante ﬁxe selon
Oz : Bd · ez et une composante transversale tournant a` la meˆme fre´quence que M⊥. La
composante ﬁxe s’ajoute donc a` B0 et vient donc modiﬁer la fre´quence de rotation de M
autour de Oz. Le de´calage de fre´quence2 duˆ au champ dipolaire s’e´crit donc :
ωd = −3
2
ξγBd (II.6)
Les moments de l’interaction dipolaire
Du fait des diﬀe´rentes troncatures explique´es en I.3.3, les diﬀe´rents moments M (i)k de
l’interaction dipolaire d’un spin Ii peuvent eˆtre de´ﬁnis
3 comme :
M (i)k =
∑
j
δkij (II.7)
1Un tel champ n’est en toute rigueur de´fini que pour une aimantation a` l’e´quilibre avec le champ
exte´rieur applique´ (ici B0), et en de´pend donc line´airement [13]§1. Le champ i(r) de´fini ici a toujours un
sens, e´quilibre ou pas.
2le facteur 3/2 est duˆ au fait qu’on observe des spins tous identiques. cf. Re´f.[15] par exemple.
3La litte´rature associe´e, notamment Re´f. [16], les de´signe en fait sous le terme de « moments dipolaires
re´duits ».
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ou` l’on peut prendre, pour simpliﬁer l’e´criture, δii = 0. L’uniformite´ du champ dipolaire sur
une e´chantillon RMN assimilable a` un ellipso¨ıde implique que M (i)1 est en fait inde´pendant
de l’indice i :
M1 =
∑
j
δij = −γBd (II.8)
M1 est donc proportionnel au de´calage fre´quentiel dipolaire, ou encore a` la polarisation
P , et a` la concentration n. Il est aussi de´pendant de l’orientation de l’aimantation dans
l’espace du fait du facteur ge´ome´trique ξ.
Le calcul des diﬀe´rents moments dipolaires a` des ordres de plus en plus e´leve´s permet
de de´ﬁnir a` chaque fois plus pre´cise´ment l’aspect de la raie dipolaire d’un e´chantillon. Il
a fait l’objet de plusieurs e´crits surtout dans le domaine des solides ou` M2 est beaucoup
plus important. Par exemple, la Re´f. [16] donne l’expression du M2 dans un solide en
fonction de la polarisation :
M2(P ) = M
0
2 · (1− P 2) (II.9)
Le second moment est associe´ a` la largeur de raie due aux interactions dipolaires ; ainsi,
la formule II.9 indique que la polarisation a tendance a` aﬃner la raie de re´sonance d’une
espe`ce. On verra au contraire qu’en phase liquide, a` haute polarisation – pour des raisons
diﬀe´rentes – cet eﬀet a tendance a` s’inverser [5, 15].
Les premiers moments permettent donc de de´crire partiellement la re´sonance d’une
aimantation.
II.2 Les effets dipolaires a` longue distance
II.2.1 Les causes physiques de ces comportements
Un mouvement brownien entraˆınant une annulation incomple`te des couplages
En phase liquide, le mouvement brownien re´oriente en permanence les vecteurs inter-
mole´culaires. La valeur du couplage dipolaire entre deux spins porte´s par des mole´cules
proches, donne´e en I.23, est donc non seulement souvent beaucoup plus faible en valeur
extre´male que pour deux spins de la meˆme mole´cule, mais elle est aussi moyenne´e a` 0 rapi-
dement du fait de la de´pendance temporelle de θ et φ. Ces deux derniers points permettent
donc de ne´gliger toute interaction cohe´rente entre deux mole´cules suﬃsamment proches
pour lesquelles, donc, le mouvement brownien peut eˆtre conside´re´ comme « eﬃcace ».
Les mole´cules situe´es a` une distance r de la mole´cule i sont en nombre proportionnel
a` r2dr, alors que le couplage dipolaire entre leur spin et le spin Ii est proportionnel a` r
−3.
L’inte´gration spatiale de l’amplitude de ces couplages dans l’angle solide dΩ sur une cou-
ronne comprise entre les distances r = a et r = b autour de Ii n’a pas de sens physique a`
proprement parler mais sa valeur proportionnelle a` ln (b/a) permet d’estimer que, comme
pour un e´chantillon solide, les contributions des spins compris entre 1 mm et 3 mm sont
aussi importantes dans le calcul par perturbation que celles des spins distants de 1 nm a`
3 nm. En outre, toutes ces mole´cules e´loigne´es d’un spin Ii donne´ sont extreˆmement nom-
breuses et peuvent eˆtre conside´re´es comme ﬁge´es, le mouvement brownien ne modiﬁant
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que tre`s peu l’orientation par rapport a` B0 des vecteurs internucle´aires les reliant a` Ii.
Les spins de ces mole´cules engendrent ainsi chacun un couplage dipolaire certes tre`s faible
sur le spin Ii, mais constant. Du fait de la ne´cessite´ de prendre en compte ces couplages
intermole´culaires, il est donc impossible de se ramener au formalisme usuel de la RMN en
phase liquide, dit de la « mole´cule moyenne », pre´sente´ en I.2.2.
Par ailleurs, la nature de cette interaction dipolaire distante se doit d’eˆtre totalement
diﬀe´rencie´e par son caracte`re non ale´atoire des couplages pre´sents dans la the´orie de la
relaxation. Cette partie statique de l’hamiltonien dipolaire peut donc eˆtre retranche´e par
passage a` la repre´sentation interaction aﬁn de ne garder dans H˜ = H1(t) (cf. I.27) que
la partie ale´atoire et responsable de la relaxation.
Une polarisation non ne´gligeable
La polarisation - donc la tempe´rature de spins Ts - inﬂue aussi sur l’apparition d’eﬀets
dipolaires dus aux couplages longue distance en phase liquide. Conside´rons pour nous en
persuader un petit volume dV d’e´chantillon. Il contient ndV spins. Pour un spin (dipoˆle)
situe´ suﬃsamment loin de dV pour pouvoir recourir a` un mode`le continu, d’un point de
vue classique, le champ magne´tique dipolaire e´manant de cet e´le´ment de volume sera donc
proportionnel a` nPdV , de meˆme que la somme des couplages entre le spin conside´re´ et
les spins inclus dans dV . Ce sche´ma simple explique bien pourquoi les eﬀets dipolaires,
longtemps inobservables expe´rimentalement du fait de la faiblesse de la polarisation des
e´chantillons a` l’e´tude, ont souvent e´te´ ne´glige´s par le passe´.
II.2.2 Les proble`mes formels associe´s
Espace d’e´criture de la matrice densite´
La matrice densite´ ne peut donc eˆtre re´duite a` un petit espace de Liouville inde´pendant
de N , et doit au contraire eˆtre e´crite sur les dimensions de L (H), espace des applications
line´aires de H dans lui-meˆme. Ne´gligeons dans un premier temps la relaxation ; dans ce cas,
en l’absence de couplage spins-re´seau, la polarisation du syste`me de spins reste constante.
Sa tempe´rature de spin Ts = ~/kβs est distincte de la tempe´rature T du re´seau, et elle
est de´ﬁnie en fonction de la polarisation P comme indique´ en II.10.
Ts =
~ω0
2k
(arctanhP )1 (II.10)
On peut e´crire la matrice densite´ dans cet e´tat me´tastable, en partant de I.13, sous la
forme
ρeq =
(
2 cosh
βsω0
2
)−N∏
i
e−βsω0I
i
z (II.11)
La formule pre´ce´dente peut se simpliﬁer conside´rablement pour des spins I=1/2 :
∀k ≥ 0, (I iz)2k = 2−2k1i, (I iz)2k+1 = 2× 2(−2k+1)I iz
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Donc en de´veloppant chaque exponentielle dans la formule II.11 puis en se´parant les
puissances paires et impaires :
ρeq =
(
2 cosh
βsω0
2
)−N N∏
i=1
+∞∑
k=0
(
βsω0
2
)2k
1− 2
(
βsω0
2
)2k+1
I iz
soit encore apre`s simpliﬁcation par coshN
βsω0
2
:
ρeq = 2
−N
∏
i
1− J I iz) (II.12)
ou`
J = 2 tanh betasω0
2
(II.13)
et 1 est l’ope´rateur-unite´ de L (H).
La non-line´arite´ due aux basses tempe´ratures de spin
La the´orie usuelle de la RMN en phase liquide conside`re des e´chantillons de spins
macroscopiques et pris a` la tempe´rature ambiante T0 = 300 K (β0 = ~/kT0). Dans ce cas,
l’argument des exponentielles dans la formule II.11 est de norme tre`s infe´rieure a` 1 : en
eﬀet, pour l’espe`ce 1H dans un champ de 11,7 T, le facteur β0ω0 = 8 · 10−5. Cette haute
tempe´rature permet donc de ne conserver que les ordres 0 et 1 en βω0 pour β ≪ ω−10 :
ρHTeq = 2
−N
(
1− J
∑
i
I iz
)
(II.14)
avec en ce cas-la` J ≈ β~ω0. Cette approximation permet de calculer l’e´volution de ρ(t)
meˆme pour des se´quences de plusieurs dizaines d’impulsions lorsqu’on y adjoint le for-
malisme de mole´cule unique. Par contre, une telle troncature annule les eﬀets dipolaires
intermole´culaires.
Cependant, comme on l’a vu dans la section pre´ce´dente, il est ne´cessaire d’atteindre
de basses tempe´ratures de spin pour observer ou exacerber les eﬀets dipolaires a` longue
distance (au moins pour les espe`ces dilue´es). Dans le cas du xe´non hyperpolarise´ utilise´
pour les expe´riences de´crites par la suite, on atteint des polarisations hors-e´quilibre de
P ≈ 15− 25%, soit des tempe´ratures de spin Ts de l’ordre de 10 a` 20 millikelvin, dans un
champ de 11,7 T. Avant toute relaxation vers sa valeur d’e´quilibre, le facteur βω0 de
129Xe
est alors de l’ordre de 0,5. L’approximation a` l’ordre 1 de ρeq e´crite en II.14 n’est donc en
aucun cas valable. Par exemple, l’eﬀet Goldman-Desvaux [11] ou l’eﬀet CRAZED [17, 18]
ne peuvent eˆtre de´crits en utilisant l’e´criture de la matrice densite´ initiale sous la forme
II.14 au lieu de sa forme non line´arise´e. Le facteur concentration est de plus essentiel dans
ces deux cas.
Ainsi, la description des eﬀets dipolaires a` longue distance requiert un formalisme
extreˆmement lourd : espace tensoriel de 4N dimensions pour ρ, de´veloppement limite´ des
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fonctions exponentielles matricielles dans II.11 a` l’ordre 2 ou plus. . . Il est donc indispen-
sable de passer par une me´thode de simpliﬁcation pour exploiter ce formalisme mis en
place ; divers proce´de´s ont de´ja` e´te´ e´labore´s pour y parvenir, que nous de´taillerons dans
le paragraphe suivant.
II.3 Traiter les couplages a` longue distance
Par la suite, nous ferons l’hypothe`se moins restrictive que T1 est tre`s long devant les
temps d’e´volution des diﬀe´rentes cohe´rences. Par conse´quent, la matrice densite´ pre´sente´e
en II.11 reste bien valable pour des temps infe´rieurs a` T1. Ceci revient en fait a` supposer
que la matrice densite´ commute avec l’hamiltonien Zeeman.
L’e´volution de la matrice densite´ totale nous permet de de´crire exactement la dyna-
mique des spins de l’e´chantillon. Si l’on ne´glige toutes les corre´lations entre spins, on peut
e´crire ρ(t) sous la forme totalement factorise´e II.15, ou` σi(t) est la matrice densite´ re´duite
a` l’espace L (Hi). Il est possible que ρ(t) adopte une forme factorise´e de fac¸on anecdo-
tique, donc pour des temps t bien pre´cis – et non tout au long de son e´volution –, c’est le
cas notamment dans l’e´tat de re´gime de´crit par l’e´quation II.11, ou imme´diatement apre`s
une impulsion radiofre´quence ide´ale e´mise a` la fre´quence de re´sonance des spins [17, 19].
ρ(t) = σ1(t)⊗ σ2(t)⊗ · · · ⊗ σN(t) (II.15)
Cela dit, des corre´lations existant entre les spins du fait des couplages dipolaires, la ma-
trice densite´ se pre´sente en ge´ne´ral sous une forme de´veloppe´e [17], c’est-a`-dire sous la
forme d’une somme de cohe´rences ponde´re´e par des coeﬃcients tout a` fait ge´ne´rale, et qui
n’admet pas d’e´criture tensorielle. On reviendra sur les hypothe`ses d’inexistence de cor-
re´lations entre spins dans l’e´chantillon en II.4.4, et sur les diﬀe´rents traitements propose´s
dans la litte´rature pour rendre compte de ses eﬀets sur ρ(t).
Les positions de chaque mole´cule de l’e´chantillon forment un ensemble de 3N variables
ale´atoires, qu’on notera xi(t), yi(t) et zi(t) pour la mole´cule i dans le re´fe´rentiel du la-
boratoire. En outre, un grand nombre de couples de cet ensemble de fonctions posse`dent
des corre´lations non nulles du fait des chocs e´lastiques entre mole´cules. Contrairement au
formalisme de la RMN de l’e´tat solide qui pre´suppose une matrice rigide, l’hamiltonien
dipolaire en phase liquide Hdip est donc une fonction ale´atoire de´pendant de chacune de
ces variables :
Hdip = Hdip (t, αi(t)) ,∀i ∈ [1, N ],∀α ∈ {x, y, z}
C’est donc e´galement le cas pour les ope´rateurs H et ρ. On voit donc que, si l’on conside`re
individuellement chaque mole´cule aﬁn de prendre en compte tous les couplages dipolaires
intermole´culaires dans l’e´chantillon, le calcul de ρ(t) qui s’ensuivra ne pourra avoir qu’une
signiﬁcation statistique vis-a`-vis de ces diﬀe´rentes variables ale´atoires.
Dans les sous-sections qui suivent, on pre´sentera deux approches de´ja` pre´sente´es dans
la litte´rature, respectivement par J. Jeener etW. Warren en chefs de ﬁle. Nous discu-
terons dans la partie V un troisie`me traitement des eﬀets dipolaires base´ sur les fonctions
de corre´lation des couplages dipolaires intermole´culaires.
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II.3.1 La vision « semi-classique »
Un premier proce´de´ [18, 19], de´crit en de´tail entre autres par J. Jeener pour arriver a`
une telle e´volution statistique consiste a` abandonner la vision d’une matrice densite´ totale
et a` utiliser les valeurs macroscopiques classiques du champ dipolaire et de radiation
damping. On conside`re l’ensemble des σi(t), matrices densite´s individuelles qu’on peut
exprimer chacune sur la base de Ii seulement. On peut alors re´aliser la moyenne statistique
de σi sur toutes les re´alisations possibles du mouvement brownien. Les grandeurs obtenues
sont note´es classiquement ρi(t) et ve´riﬁent toujours le syste`me :
∀i ∈ [1, N ], ∂
∂t
σi(t) = −ı
[
H0i −mi · (Bd(r, t) +Br.d.(t)), σi(t)
]
(II.16)
L’ope´rateur moyen pre´sent dans la premie`re partie du commutateur respecte les crite`res
d’un ope´rateur hamiltonien, et de meˆme σi(t) pre´sente tous les caracte`res formels d’une
matrice densite´ malgre´ le passage a` la moyenne [19]. Le syste`me pre´ce´dent e´chappe a` la
re´solution classique d’un syste`me de von Neumann [1, 18] pour plusieurs raisons, notam-
ment, car les champs macroscopiques Bd et Br.d. - donc e´galement l’hamiltonien H i0 - sont
des observables qui de´pendent explicitement des σi(t), ce qui rend le syste`me non-line´aire.
Cela dit, si l’on connaˆıt exactement la condition initiale {σi(t0)}, le syste`me peut eˆtre li-
ne´arise´, et devient the´oriquement soluble pour cet ensemble donne´ de conditions initiales
uniquement. En l’e´tat, le syste`me est donc constitue´ de N e´quations a` N inconnues, et
les de´pendances temporelles dues au mouvement brownien sont annihile´es par le passage
a` la moyenne.
Lorsque les variations du champ B0 et de la densite´ de mole´cules sont faibles a` l’e´chelle
de la distance intermole´culaire moyenne (cas d’une matrice semi-rigide), il est plus inte´-
ressant de passer a` la limite continue en abandonnant la description spin par spin au
proﬁt d’une variable de position r. Le nouvel ope´rateur ainsi de´ﬁni ρ(r, t) re´unit encore
les crite`res d’une matrice densite´. Pour un ﬂux moyen nul en tout point mais en pre´sence
de diﬀusion brownienne, on peut alors e´crire :
∂
∂t
ρ(r, t) = −ı [H0i −mi · (Bd(r, t) +Br.d.(t)), ρ(r, t)]+D∆r (ρ(r, t)− ρeq(r, t)) (II.17)
ou` i est l’indice d’une mole´cule quelconque proche de r a` l’instant t et D est la constante
de diﬀusion dans le milieu de l’espe`ce chimique conside´re´e, a` la tempe´rature T . ρeq de´pend
a priori de r dans l’hypothe`se d’un champ statique faiblement inhomoge`ne.
Cette me´thode « semi-classique » permet donc de rendre compte des diﬀe´rents eﬀets
dipolaires comme l’eﬀet du champ dipolaire global sur chaque spin. Les couplages dipo-
laires individuels spin-spin sont cache´s par cette de´ﬁnition macroscopique de Bd (cf. II.3).
Tel quelle, cette me´thode ne requiert donc pas de de´ﬁnir des cohe´rences intermole´culaires.
D’autre part, le proce´de´ de calcul de´crit dans ce paragraphe requiert deux moyennes :
une premie`re eﬀectue´e sur l’ensemble des re´alisations possibles du mouvement brownien,
et une autre sur l’ensemble des mole´cules comprises dans un petit e´le´ment de volume
dV autour de la position r. L’une comme l’autre requie`rent donc de de´ﬁnir (de manie`re
explicite ou non) des limites et ensembles de sommation qui de´pendent notamment de
l’homoge´ne´ite´ du champ statique, de la tempe´rature et du milieu chimique a` l’e´tude.
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La me´thode a par contre l’avantage de la simplicite´, et permet aussi bien (en prenant
les traces de l’e´quation pre´ce´dente nTr{miρ˙(r, t)}) de retrouver les e´quations de Bloch
dans leur acception me´soscopique pour une aimantation de´pendant a` la fois du temps
et de la position que de calculer l’e´volution de cohe´rences plus complexes, contrairement
a` une approche entie`rement base´e sur les e´quations de Bloch classiques. C’est donc sur
celle-ci que sont base´es les me´thodes de simulations nume´riques.
II.3.2 La me´thode Warren : une matrice semi-rigide
Simplifier l’hamiltonien dipolaire
Une autre me´thode, introduite entre autres parW.S. Warren [17, 20] est fonde´e sur
la remarque qu’a` l’e´tat liquide, la diﬀusion brownienne ne permet jamais que deux spins
Ii et Ij porte´s par des mole´cules diﬀe´rentes interagissent de fac¸on cohe´rente graˆce a` leur
couplage dipolaire, autrement que pendant un temps tre`s court [17] :
• δijτ ≪ 1 pour deux spins proches, τ e´tant le temps moyen de re´orientation inter-
mole´culaire.
• δij∆t ≪ 1 pour deux spins e´loigne´s, ∆t e´tant l’intervalle de temps sur lequel se
de´roule l’expe´rience.
Cette remarque sur le couplage d’une paire de spins n’interdit pas par contre la possibilite´
d’existence de cohe´rences multi-spins intermole´culaires globales. Dans le cas conside´re´,
c’est-a`-dire sur des spins de mole´cules toutes diﬀe´rentes, aucun couplage individuel avec
un spin Ij n’a donc d’eﬀet pre´ponde´rant sur la dynamique d’un spin Ii quelconque, et
seule la somme des couplages de Ii avec l’ensemble des spins est importante. Dans le cas
d’un e´chantillon macroscopique contenant N ≈ 1015 spins, on choisit donc d’ignorer les
paires de spins les plus proches, qui sont en petit nombre, et dont le couplage dipolaire,
fortement de´pendant du temps du fait du mouvement brownien, n’agit pas en moyenne.
La me´thode consiste ainsi a` ne garder dans l’hamiltonien dipolaire que les couplages
a` longue distance, qui peuvent eˆtre conside´re´s comme inde´pendants du temps sur des
e´chelles comparables a` T2, en ne´gligeant les oscillations ale´atoires de ces couplages. Il faut
donc de´ﬁnir une distance de coupure minimale r0 en-dec¸a` de laquelle le couplage entre
deux spins Ii et Ij est moyenne´ par le mouvement brownien sur l’intervalle de temps de
l’expe´rience ∆t, et pour laquelle on ne´gligera le couplage : δij(r < r0) = 0. Il est donc a`
noter qu’au moins the´oriquement, la valeur de r0 qu’on choisit de´pend du temps, contrainte
diﬃcilement contournable du fait de la non-stationnarite´ du mouvement brownien. Cela
dit, les eﬀets de l’hamiltonien dipolaire simpliﬁe´ H ′ = H0 + H ′dip sur ρ ne de´pendent
pas de la valeur choisie pour r0 [17] de`s l’instant que la proportion de termes annule´s
reste ne´gligeable (ce qui est typiquement vrai pour r0 ≈ 10 µm, valeur physiquement
acceptable).
Intuitivement, on peut donc pre´voir que cette simpliﬁcation doit aboutir a` la descrip-
tion d’un milieu posse´dant certains aspects de l’e´tat solide et d’autres proprie´te´s d’un
milieu liquide :
• les cohe´rences entre spins e´loigne´s sont possibles ; dans notre cas d’un e´chantillon
liquide, on les de´ﬁnira comme cohe´rences intermole´culaires,
• au contraire, le spectre des spins de la matrice rigide ainsi de´ﬁnie, contrairement
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a` un solide, n’est pas soumis a` l’e´largissement de raie duˆ aux couplages dipolaires
entre spins proches,
• tous les couplages e´tant conside´re´s constants, la relaxation dipolaire, intrinse`que-
ment due a` la variation temporelle des couplages entre spins distants (cf. I.29),
devient inope´rante.
Simplifier la matrice densite´
L’hamiltonien re´duit H ′ qui re´sulte des simpliﬁcations pre´ce´dentes a la caracte´ristique
essentielle d’eˆtre inde´pendant de t. La donne´e des positions initiales des mole´cules et de
ρ(t = 0) permet donc de de´ﬁnir exhaustivement l’e´volution de chacune des cohe´rences.
Cela permet en outre d’e´crire la de´rivation de l’e´quation de Liouville-von Neumann I.12
par rapport a` t sous la forme suivante :
ρ¨(t) = −[H ′, [H ′, ρ(t)]] (II.18)
et de manie`re ge´ne´rale a` l’ordre n de de´rivation :
ρ(n)(t) = (−ı)n[H ′, [H ′[. . . [H ′, ρ(t)]] . . . ] (II.19)
ou` n commutateurs sont imbrique´s successivement. Le de´veloppement de ρ(t) en se´rie de
Taylor en t = 0 s’e´crit donc
ρ(t) =
∑
n
(ıt)n
n!
[H ′, . . . [H ′, ρ(t = 0)]] (II.20)
L’e´volution de ρ e´tant line´aire par rapport a` la condition initiale ρ(t = 0), on peut donc
calculer inde´pendamment l’e´volution de chaque cohe´rence pour reconstruire l’e´volution
d’une superposition donne´e de cohe´rences ρ(t = 0).
Il reste maintenant a` de´ﬁnir les cohe´rences jouant un roˆle dans l’e´volution des cohe´-
rences observables, autrement dit, le plus petit ensemble possible de coeﬃcients de ρ dont
le calcul est ne´cessaire. La troncature de l’hamiltonien dipolaire pre´sente´e en I.3.3 est
faite de telle fac¸on que Hdip commute avec l’hamiltonien Zeeman donc avec l’ope´rateur∑
I iz. Ainsi, les eﬀts dipolaires conside´re´s conservent l’e´nergie Zeeman d’une matrice ρ(t)
donne´e et ne peuvent inﬂuer sur 〈Iz〉. Donc, pour le pre´sent calcul, seules les cohe´rences
intervenant dans la cre´ation ou la destruction des ope´rateurs transversaux apre`s un ordre
n quelconque de commutations avec B′dip doivent eˆtre conserve´es.
Les crite`res de se´lection et de coupure de l’hamiltonien sont de´crits par Warren en
Re´f.[17] et revues en Re´f. [20]. On en rappelle ici les principaux re´sultats :
(1) tout terme en J 2∑ δ2ij et d’ordre supe´rieur peut eˆtre ne´glige´ du fait de la petitesse
de chaque couplage direct individuel |δijt|max ≪ 1
(2) seules les cohe´rences de type I i±I
j
zI
k
z I
l
z . . . a` n spins et 1 quantum, peuvent produire
des cohe´rences observables de type I±, au bout de n− 1 commutations avec H ′dip.
(3) si I i±I
j
zI
k
z I
l
z . . . est une cohe´rence a` n spins, seul le chemin le plus court vers I± (donc
celui comprenant n− 1 commutations enlevant chaque fois un ordre a` la cohe´rence)
doit eˆtre conserve´.
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Supposons qu’apre`s une impulsion courte (B1 ≫ Bd) autour de l’axe Oy et d’angle
ﬁnal θ, en partant de ρeq pre´sente´e en II.12 - donc sans l’hypothe`se de haute tempe´rature
- la matrice densite´ a` t = 0 se pre´sente sous la forme :
ρ(t = 0) = ρθy = 2
−N
∏
i
(Ii − J cos θI iz − ıJ sin θI ix) (II.21)
Toutes les cohe´rences de la forme introduite dans le point (1) ci-dessus sont a priori
pre´sentes dans la nouvelle matrice densite´, avec toutes des coeﬃcients de´pendant exclusi-
vement de leur ordre n, soit −2−NJ n(− cos θ)n−1 sin θ. Les re`gles de chemin et de se´lection
pre´sente´es ci-dessus permettent par ailleurs d’aﬃrmer qu’une cohe´rence d’ordre n n’in-
terviendra que dans le calcul de la (n− 1)-e`me de´rive´e de ρ(t) dans le de´veloppement en
se´rie de Taylor II.20.
Les re`gles e´nume´re´es pre´ce´demment nous permettent donc de de´ﬁnir ρ1(t), projection
de ρ sur le sous-espace des cohe´rences d’ordre n a` 1 quantum :
ρ1(t) = −2−NJ sin θ
∑
i

Iix cos

−J t cos θ3
2
∑
j
δij + ω0t

+ Iiy sin

−J t cos θ3
2
∑
j
δij + ω0t




(II.22)
Cette me´thode permet donc de calculer de fac¸on simpliﬁe´e l’e´volution de la FID apre`s un
nombre quelconque d’impulsions, et permet de caracte´riser certains eﬀets exclusivement
dus aux couplages dipolaires a` longue distance dans l’e´chantillon. Cherchant par exemple
a` e´valuer 〈M+〉 :
〈M+〉 = −NJ sin θeıω0t−ı 32J cos θM1t
on voit bien apparaˆıtre l’eﬀet de´crit par Edzes [12] : la fre´quence centrale du pic change
en fonction de l’angle θ de l’impulsion initiale. Par contre, pour une se´quence de plusieurs
impulsions, on ne peut ne´gliger les cohe´rences a` plusieurs quanta que pour l’e´volution de
ρ apre`s la dernie`re impulsion.
La me´thode pre´sente´e a donc l’avantage de pre´dire de fac¸on assez simple l’e´volution
de la FID apre`s une se´quence d’impulsions [21], mais ne permet pas d’incorporer formel-
lement la relaxation dipolaire. En outre, l’amortissement cohe´rent, dont on n’a pas tenu
compte dans ce chapitre, complique fortement le calcul et fait notamment tomber la re`gle
de se´lection (2). D’autre part, l’eﬀet des couplages dipolaires durant une impulsion est
ici ne´glige´, ce qui a peu d’importance en pratique pour une se´quence RMN usuelle, mais
cette remarque deviendra importante dans le cas des masers spontane´s – ou` le passage
dans le plan transversal se fait sous l’impulsion du champ de radiation damping, d, lar-
gement infe´rieur en norme a` une impulsion radiofre´quence e´mise par l’ampliﬁcateur du
spectrome`tre – ou pour l’expe´rience pider, cas pour lesquels les eﬀets dipolaires pendant
le passage dans le plan transversal ne peuvent eˆtre ne´glige´s.
II.4 Quelques effets connus
Depuis une quinzaine d’anne´es apparaissent, dans les re´sultats de certaines expe´riences,
des eﬀets visibles des couplages dipolaires a` longue distance entre spins d’un e´chantillon
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en phase ﬂuide. A chaque fois, l’aimantation volumique due a` une forte concentration
et/ou une forte polarisation est un crite`re majeur quant a` la pre´gnance de ces eﬀets.
II.4.1 Les e´chos dipolaires multiples
L’observation d’e´chos dipolaires multiples a e´te´ re´alise´e pour la premie`re fois en 1979
[22] dans un e´chantillon de 3He cristallise´. En l’absence d’eﬀets dipolaires collectifs, la
se´quence de´crite en ﬁgure II.1 devrait ge´ne´rer, dans un gradient de champ constant, un
unique e´cho. Or en pre´sence d’un champ dipolaire intense, le gradient refocalise le champ
dipolaire local a` intervalles de temps re´guliers, cre´ant des e´chos successifs comme on peut
le remarquer en ﬁgure II.2.
AcquisitionEquil.
p/2
phase = f
p/2
phase = 0
t2t1
t0 t0 + t1 t0 + t1 + t2
Time
Fig. II.1 – D’apre`s [19]. Se´quence permettant d’obtenir des e´chos dipolaires pour des
e´chantillons suffisamment concentre´s. Les • indiquent les temps auxquels apparaissent les
e´chos successifs.
————–
Chaque e´cho n indique la pre´sence dans la matrice identite´ avant la deuxie`me impulsion
de cohe´rences intermole´culaires a` n quanta. La hauteur du n-ie`me e´cho est proportionnelle
a` Jn(nγBdτ1) : cette modulation est clairement visible sur la ﬁgure II.2.
Fig. II.2 – D’apre`s [22]. Echos dipolaires dans 3He solide observe´s par G. Deville et al.
en 1979.
————–
II.4.2 Le regroupement spectral
Le regroupement spectral a e´te´ mis en e´vidence expe´rimentalement pour la premie`re
fois par l’e´quipe de P.-J. Nacher dans le cas de 3He hyperpolarise´ et dissous dans 4He
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Fig. II.3 – D’apre`s [26]. Spectre obtenu apre`s une impulsion d’angle pi/32 pour un e´chan-
tillon de 3He hyperpolarise´ (P ≈ 56%) et dissous dans 4He. Les pics fins se de´tachant de
l’enveloppe du spectre sont caracte´ristiques du phe´nome`ne de regroupement spectral ou
« spectral clustering ».
————–
liquide [23, 24], puis dans le cas de 129Xe hyperpolarise´ liquide [25]. La ﬁgure II.3 montre
un exemple de regroupement spectral obtenu pour un e´chantillon de 3He hyperpolarise´.
Plus ge´ne´ralement, cet eﬀet est en the´orie observable en re´ponse a` des petites im-
pulsions (typiquement θ < 30◦) de`s l’instant ou` le syste`me a` l’e´tude ge´ne`re un champ
dipolaire (homoge`ne ou non) comparable ou supe´rieur aux variations du champ B0(r)
sur l’e´chantillon [27]. Dans ce cas, le spectre ne reﬂe`te plus simplement la convolution
des distributions dipolaire et Zeeman. Le phe´nome`ne en question est de plus chaotique
en ce sens qu’il de´pend tre`s fortement des conditions initiales d’inhomoge´ne´ite´ du champ
B0(r, t = 0). Cet aﬃnement local de l’enveloppe du spectre correspond a` l’apparition de
modes spatiaux dans l’e´chantillon : des sous-ensembles de spins arbitrairement e´loigne´s se
mettent a` pre´cesser de manie`re cohe´rente a` la meˆme fre´quence. Ces modes spatiaux qui
apparaissent apre`s l’impulsion sont syste´matiquement stables pour des angles θ ≤ π/4,
mais peuvent devenir instables pour des impulsions plus grandes selon la diﬀusion : on
assiste alors non seulement au regroupement spectral, mais aussi a` une modiﬁcation du T2
apparent selon l’angle d’impulsion θ. Plus θ est grand, plus le signal de´croˆıt rapidement
[26].
L’existence et la longe´vite´ de ces modes spatiaux apre`s l’impulsion est e´troitement
relie´e a` la valeur moyenne de ||Bd|| sur l’e´chantillon, donc a` P qui est line´aire par rapport
a` cette dernie`re variable (tout au moins dans l’approximation du champ moyen). Les
simulations de J. Jeener pre´sente´es en ﬁgure II.4 illustrent bien la de´pendance de l’eﬀet
de regroupement spectral vis-a`-vis de l’intensite´ du champ dipolaire Bd.
Le traitement the´orique de cet eﬀet, eﬀectue´ par J. Jeener [19, 27] requiert de passer
a` la limite continue : les spins situe´s dans un volume dV autour de r sont pris en compte
de manie`re classique et pris en moyenne dans des petits e´le´ments (ou « voxels ») de
volume d’aimantation M(r, t). L’eﬀet de regroupement spectral, conse´quence conjointe
des inhomoge´ne´ite´s du champ B0 et du champ dipolaire cre´e´ par l’aimantation, est donc
un eﬀet purement classique qui ne requiert pas de formalisme quantique.
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FIG. 1. The model consists in eight classical spins at the
Fig. II.4 – (A) – D’apre`s [19]. Simulation de la suppression de l’e´largissement duˆ a`
l’inhomoge´ne´ite´ deB0 par le regroupement spectral. La valeur Bd/∆B0 est indique´e a` gauche
des spectres. (B) – D’apre`s [27]. Simulation des fre´quences de rotation pour un mode`le de
huit spins place´s sur les coins d’un cube. Le regroupement spectral est visible ici par la
disparition de certaines fre´quences, pour un champ dipolaire croissant, au profit des deux
fre´quences centrales.
————–
II.4.3 L’expe´rience razed
L’expe´rience nQ-CRAZED fut invente´e par l’e´quipe de W. S. Warren. Elle a pour
but de mettre en e´vidence la cre´ation par une impulsion d’angle θ quelconque de cohe´rences
a` n quanta intermole´culaires. La se´quence utilise´e, illustre´e en II.5, est celle d’un COSY
modiﬁe´e par l’ajout d’une paire de gradients de coeﬃcients (1, n) autour de la deuxie`me
impulsion π/2.
The CRAZED pulse sequence. This is a two-pulse COSY
Fig. II.5 – D’apre`s [28]. Se´quence d’impulsions et de gradients de l’expe´rience
nQ-CRAZED, se´lectionnant les cohe´rences intermole´culaires a` n quanta. Pour n 6= 1 (e´cho
de gradient), aucun signal n’est attendu par la the´orie usuelle de la RMN.
————–
Cette expe´rience date de la de´couverte en 1993 de pics croise´s sur un spectre 2D
sugge´rant des cohe´rences intermole´culaires entre la biomole´cule a` l’e´tude et l’eau utilise´e
comme solvant [29]. La ﬁgure II.6 montre ces pics croise´s re´sultant d’un se´quence 2Q-
CRAZED applique´e a` un e´chantillon de ﬁbronectine dans l’eau. Il est inte´ressant de noter
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que pour peu qu’on abandonne l’approximation de haute tempe´rature – donc en prenant a`
l’e´quilibre la forme ρeq donne´e en II.12, il est possible de calculer par la me´thode expose´e en
II.3.2 l’e´volution de 〈M+〉(t) [28]. Cela dit, le traitement quantique n’est pas indispensable
pour retrouver ces re´sultats [19, 28]. Les deux me´thodes donnent pour l’expe´rience 2Q-
Fig. II.6 – D’apre`s [29]. A – Spectre 2Q-CRAZED d’un e´chantillon de fibronectine dans
de l’eau. Les pics croise´s sont caracte´ristiques de cohe´rences intermole´culaires a` 2 quanta
solvant-solute´. B – Agrandissement du premier quadrant de A.
————–
CRAZED l’e´volution de 〈M+〉(t) en :
〈M+〉(t1, t2) = ıM0e−ı2∆ωt1eı∆ωt2 J2(2αt2)
αt2
(II.23)
ou` α est un parame`tre de´pendant de l’orientation de l’axe du gradient par rapport a` B0
ainsi que du rapport 1/γµ0M0, ∆ω est le de´calage entre la fre´quence de la porteuse et la
fre´quence de re´sonance des spins situe´s sur la tranche z = 0, etM0 est l’aimantation avant
la premie`re impulsion. J2 est la fonction de Bessel de type j d’ordre 2. Le calcul ne´glige en
outre la relaxation longitudinale et transversale pendant le temps de me´lange t1 ainsi que
la relaxation transversale pendant le temps d’e´volution t2. L’e´volution temporelle dans la
dimension indirecte se fait a` la pulsation 2∆ω ce qui justiﬁe l’appellation 2Q-CRAZED,
expe´rience a` 2 quanta.
Les cohe´rences intermole´culaires sont depuis utilise´es en IRM notamment aﬁn d’aug-
menter le contraste des images de certains tissus biologiques [30, 31], ou encore en RMN
dans des champs inhomoge`nes [32].
II.4.4 L’effet Goldman-Desvaux
Cet eﬀet a e´te´ observe´ pour la premie`re fois par M. Goldman et H. Desvaux en
1996. Il montre la modiﬁcation de la hauteur relative des pics sur le spectre RMN d’un
doublet J apre`s une impulsion d’angle θ variable, du fait du champ dipolaire pre´sent dans
l’e´chantillon.
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Supposons que la mole´cule a` l’e´tude ne posse`de plus un spin 1/2 unique comme on
en a fait l’hypothe`se au de´but de ce chapitre, mais qu’elle porte deux spins 1/2 I et S
posse´dant un couplage scalaire d’amplitude J . I et S peuvent ou non eˆtre de meˆme type
(cas homo- ou he´te´ronucle´aire). Les deux re´sonances du doublet correspondent dans la
FID aux e´volutions temporelles :
〈I i+〉1)(t) = 〈I i+(
1
2
+ Sz)〉(t)
〈I i+〉2)(t) = 〈I i+(
1
2
− Sz)〉(t)
Appelons M i1 le premier moment du couplage dipolaire du spin Ii vers tous les autres
spins Ij :
M i1 =
∑
j
δij (II.24)
et
b = M1〈Ijz〉
apre`s une impulsion d’angle θ, 〈Ijz〉 vaut environ −βω0 cos θ/4, ceci quel que soit l’indice
j. On peut alors calculer le rapport des hauteurs des pics :
〈I i+〉(1)
〈I i+〉(2)
(t) ≈ 1 + b/J
1− b/J
et non 1 comme le pre´dit la the´orie classique de la RMN. La ﬁgure II.7 illustre bien
expe´rimentalement ce « de´se´quilibre » entre les re´sonances d’un doublet due aux eﬀets
dipolaires dans le cas d’un solvant organique. La description the´orique de cet eﬀet, pre´-
sente´e en Re´f. [11], pre´suppose l’absence de corre´lations, pour un e´chantillon posse´dant
un tre`s grand nombre de spins N , entre deux spins suﬃsamment e´loigne´s. On rediscutera
de cette hypothe`se qui peut eˆtre sujette a` caution dans le cas des basses tempe´ratures
de spins, ce qui peut introduire de grandes complications dans le calcul, notamment en
invalidant l’hypothe`se du champ moyen.
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Fig. II.7 – D’apre`s [11]. Variation avec l’angle θ de basculement de l’aimantation du
rapport des intensite´s des re´sonances du me´thyle dans un e´chantillon de di-isopopropyle´ther.
————–
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Chapitre III
L’hyperpolarisation de 129Xe par
pompage optique
III.1 Pompage optique et e´change de spins
Comme on l’a vu en introduction, l’hyperpolarisation du xe´non est l’e´tape pre´liminaire
aux expe´riences sur les couplages dipolaires pre´sente´es ici. L’inte´reˆt majeur de l’emploi
du xe´non, gaz rare, est que celui-ci ne cre´e pas ou peu d’associations avec les espe`ces en
pre´sence dans l’e´chantillon sur lequel sera mene´e l’expe´rience RMN. Ainsi, ils peuvent
donc eˆtre facilement dissocie´s des solvants pre´sents dans l’e´chantillon, et modiﬁent aussi
tre`s peu la chimie des espe`ces observe´es, donc leur spectre. Il existe plusieurs principes de
polarisation de gaz rares base´s sur le pompage optique [33, 34], mais nous ne pre´senterons
ici que la me´thode utilise´e au laboratoire, a` savoir l’e´change de spins en phase gazeuse
entre le xe´non et le rubidium pompe´ optiquement par laser.
III.1.1 Aspects ge´ne´raux
A. Kastler a pre´sente´ le principe de pompage optique pour la premie`re fois en 1950
[35]. Ce dernier consiste a` augmenter se´lectivement la population de niveaux hyperﬁns
atomiques au moyen d’une irradiation des atomes par une lumie`re polarise´e, en pre´sence
d’un champ magne´tique aligne´ avec l’axe de propagation de la lumie`re. Une fois le re´gime
stationnaire atteint, on aboutit a` une forte augmentation de la polarisation e´lectronique.
En 1959, Bouchiat et al. ont montre´ que des atomes alcalins dont la polarisation e´lectro-
nique e´tait ainsi augmente´e pouvait transfe´rer leur polarisation au spin nucle´aire d’un gaz
noble (dans ce cas-la` 3He) en contact direct avec eux, en phase gazeuse [36]. Ce principe,
baptise´ « pompage optique destine´ a` l’e´change de spins », et la me´thode-cle´ permettant
d’hyperpolariser du xe´non [28, 37–41].
III.1.2 Caracte´ristiques de la me´thode d’e´change de spins
L’hyperpolarisation du spin nucle´aire de xe´non peut eˆtre vue comme un processus en
deux e´tapes distinctes. La premie`re consiste a` obtenir une forte polarisation des atomes
alcalins, et la seconde concerne le transfert de cette polarisation vers le spin nucle´aire du
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gaz rare. Cette se´paration n’est pas purement sche´matique, et correspond a` une se´paration
physique de ce deux e´ve´nements, qui interviennent en eﬀet sur des e´chelles de temps tout
a` fait diﬀe´rentes.
Le pompage optique d’une espe`ce alcaline
En pre´sence d’un champ magne´tique statique et pour une pression totale dans l’en-
ceinte assez grande pour de´corre´ler totalement les niveaux de spins e´lectroniques et ato-
miques [41], l’e´tat fondamental de l’e´lectron (2S1/2) n’est plus de´ge´ne´re´. L’atome est irradie´
par une lumie`re de polarisation circulaire de longueur d’onde correspondant a` la transi-
tion e´lectronique 2S1/2 →2 P1/2 (transition D1 d’un alcalin). Un photon d’un tel faisceau
lumineux posse`de un moment cine´tique j = ±1, selon le sens de rotation de la lumie`re
par rapport a` l’axe du champ magne´tique. Ce choix entre +1 et −1 peut eˆtre modiﬁe´
en tournant d’un angle de 90° la lame quart-d’onde positionne´e entre la source laser de
polarisation rectiligne et l’enceinte contenant les atomes, ou encore en inversant le sens du
champ magne´tique. En conse´quence de la conservation du moment cine´tique, une seule
des quatre transitions possibles est autorise´e (ms = ±1/2→ mj = ∓1/2).
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Fig. III.1 – Diagramme des niveaux d’e´nergie du rubidium pour l’e´tat fondamental et
le premier e´tat excite´. Chacun de ces e´tats est dissocie´ en deux sous-e´tats en pre´sence d’un
champ magne´tique B. On fait ici l’hypothe`se que l’interaction avec le spin nucle´aire du
rubidium est ne´gligeable.
————–
Conside´rons pour plus de clarte´ l’exemple suivant : faisons l’hypothe`se que comme
on peut le voir en ﬁgure III.1, la polarisation de la lumie`re incidente est σ+. La seule
transition autorise´e est celle entre le sous-niveau ms = −1/2 de 2S1/2 et mj = +1/2
de 2P1/2. Ainsi, meˆme si la raie spectrale de l’onde excitatrice n’est pas suﬃsamment
e´troite pour exciter se´lectivement l’un des deux sous-niveaux hyperﬁns ms = ±1/2, la
conservation du moment suﬃt a` discriminer les quatre transitions. Apre`s avoir absorbe´
un photon, l’atome est dans un e´tat excite´ (2P1/2), ou` il peut e´changer son e´tat de spin
lors de collisions avec d’autres atomes alcalins, ou de fac¸on plus fre´quente1 avec le xe´non,
mais in fine la de´sexcitation vers les niveaux infe´rieurs en e´nergie est ine´vitable, soit en
e´mettant un photon, de polarisation alors ale´atoire, soit par un phe´nome`ne non-radiatif
de relaxation.
1Dans les montages expe´rimentaux de´crits dans la bibliographie, la pression partielle de xe´non dans
le me´lange gazeux est bien supe´rieure a` celle du rubidium.
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Conse´quemment, l’e´tat ﬁnal de l’atome est donc un e´tat S, avec ms = ±1/2 avec des
probabilite´s e´gales pour chacune de ces possibilite´s, dans les conditions expe´rimentales
usuelles. Dans l’exemple de´crit ici, un seul de ces sous-niveaux (ms = −1/2) peut absorber
des photons. Il s’ensuit que le processus de pompage optique re´organise continuellement
les populations relatives de l’e´tat fondamental. Lorsqu’on atteint le re´gime stationnaire
de ces populations, au moyen d’une irradiation par un faisceau laser continu, on obtient
une de´population totale du sous-niveau ms = −1/2, soit donc une polarisation totale de
l’e´tat de spin e´lectronique. Comme dans ce cas, on conside`re que les niveaux nucle´aires
n’interviennent pas, seuls les niveaux e´lectroniques sont concerne´s ; en pratique, l’e´chelle
de temps ne´cessaire avant d’atteindre le re´gime stationnaire est typiquement de l’ordre de
quelques millisecondes.
Polarisation d’un spin nucle´aire par e´change de spins
Graˆce au pompage optique, le spin e´lectronique de l’alcalin peut eˆtre entie`rement pola-
rise´. Par e´change de spins ou, pour utiliser un terme plus classique en RMN, par relaxation
croise´e, cette polarisation aﬀecte la polarisation de toute espe`ce chimique pre´sente dans
la cellule de pompage – en particulier, les spins nucle´aires au temps de relaxation bien
plus grands que les spins e´lectroniques. En phase gazeuse, le spin e´lectronique de l’alcalin
est couple´ aux spins nucle´aires des autres espe`ces, notamment le xe´non, par relaxation
croise´e dipolaire. Pour ce dernier, il est ne´cessaire de prendre en compte dans l’interaction
dipolaire totale le terme de contact de Fermi, indispensable pour annuler la divergence de
l’interaction dipolaire en r−3 a` r = 0. Ce terme correspond a` la densite´ locale des spins
nucle´aires a` l’emplacement du noyau [42]. Ce phe´nome`ne de relaxation croise´e est carac-
te´rise´ par une densite´ spectrale (ou, de manie`re e´quivalente, une section eﬃcace d’e´change
de spins). Il de´pend notamment de l’interaction mole´culaire entre l’alcalin et les autres
espe`ces chimiques en pre´sence. Ces interactions peuvent eˆtre des collisions rigides a` deux
corps ou a` trois corps2, ces dernie`res e´tant responsables de la cre´ation de mole´cules de Van
der Waals de courte dure´e de vie (cf. ﬁgure III.2) [43]. Enﬁn, les vitesses de relaxation
croise´e de´pendent du champ magne´tique auquel est ope´re´ le pompage optique.
Du fait de la pre´sence de la lumie`re polarise´e, cette voie alternative de de´sexcitation
de l’e´tat ms = ±1/2 ralentit l’e´tablissement du re´gime continu de la population de spin
e´lectronique de l’alcalin. Ce re´gime est malgre´ tout rapidement atteint ; en outre la polari-
sation nucle´aire de l’espe`ce e´trange`re (ici, le xe´non) est de´place´e de son niveau a` l’e´quilibre
thermique pour atteindre un niveau de polarisation plus grand. La dure´e caracte´ristique
de cette e´volution est comparable au T1 de l’espe`ce, typiquement de quelques secondes
a` quelques minutes selon la pression totale et la tempe´rature. On est donc bien, comme
annonce´ au de´but de cette section, sur une e´chelle de temps totalement diﬀe´rente de celle
de´crite pour le pompage optique de l’espe`ce alcaline, et il est bien le´gitime de parler de
deux e´tapes successives et se´pare´es.
2On ajoute ge´ne´ralement une forte pression de N2 dans l’enceinte pour augmenter la pression totale
et jouer le roˆle de gaz-tampon
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Fig. III.2 – D’apre`s Happer et al. [33]. Repre´sentation sche´matique des deux types
d’interactions Rb–Xe pouvant donner lieu a` une relaxation croise´e entre le spin e´lectronique
de Rb et le spin nucle´aire de Xe. (A) – Collision simple entre deux atomes. La fre´quence
de telles collisions est importante, mais le temps de corre´lation dipolaire associe´ a` cette
interaction est tre`s court. Ne´anmoins, ce type de collisions pre´domine a` haute pression. (B)
– Collision a` trois corps cre´ant une mole´cule instable de Van der Waals Rb–Xe. La dure´e de
vie de ces mole´cules de´pend de la pression totale dans l’enceinte. A faible pression, le temps
de corre´lation dipolaire associe´ est beaucoup plus long que le type (A), assurant ainsi un
e´change de spins bien plus efficace, en particulier via le terme de contact de Fermi.
————–
III.2 Le polariseur construit au laboratoire
Deux polariseurs diﬀe´rents coexistent au laboratoire, utilisant la meˆme pompe optique,
a` savoir un laser Spectra-Physics titane :saphir (mode`le 3900S) pompe´ par un laser a`
argon ionise´ Spectra-Physics (mode`le continu 2040, accordable entre 450 et 520 nm et
muni d’un asservissement de faisceau). L’un de ces polariseurs permet la production de
xe´non hyperpolarise´ sous forme gazeuse directement injectable dans un tube RMN ; l’autre
polariseur permet une production d’une quantite´ ﬁxe´e au pre´alable de xe´non solide, d’un
emploi donc moins direct mais atteignant ge´ne´ralement des taux de polarisation ﬁnale
supe´rieurs. C’est ce dernier polariseur qui a e´te´ utilise´ pour toutes les expe´riences de´crites
dans ce me´moire.
L’architecture initiale de ce polariseur, sche´matise´e ﬁgure III.3, a de´ja` e´te´ de´crite,
notamment Re´f. [44]. Naturellement, le montage a e´volue´ au cours de ces huit dernie`res
anne´es, permettant une polarisation utilisable du xe´non une fois dissous et place´ dans
l’aimant du spectrome`tre de l’ordre de 15% a` 50% selon les solvants, et a` puissance
e´quivalente.
Au cours d’un cycle d’expe´riences, le laser a` argon irradie le saphir du mode`le 3900S
a` une puissance de 25 W en continu, permettant une irradiation dans l’infrarouge de la
transition D1 (794,7 nm) du rubidium de la cellule a` une puissance de 5 a` 6 W. En sortant
du titane :saphir, le faisceau infrarouge est e´largi pour atteindre un diame`tre de 20 mm,
aﬁn d’e´clairer la cellule de pompage de manie`re uniforme. Apre`s l’expanseur, le faisceau
traverse un cube de se´paration de polarisation, qui assure a` la sortie de ce dernier une
polarisation parfaitement rectiligne du faisceau. Ensuite, le rayon traverse une lame quart-
d’onde d’axes optiques oriente´s a` ±45°de l’axe de polarisation du faisceau a` la sortie du
cube ; la polarisation a` la sortie de cette lame est donc parfaitement circulaire a` la sortie
de cette lame. Le faisceau traverse ensuite la cellule de pompage cylindrique (25 mm
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Fig. III.3 – Montage expe´rimental utilise´ pour le pompage optique du xe´non par e´change
de spins. Le miroir M1 permet de doubler le nombre de photons dans la cellule de pompage
optique. Le watt-me`tre P1 indique la puissance du faisceau apre`s le double trajet dans la
cellule.
————–
de diame`tre exte´rieur, 130 mm de long, 74 mL de volume total) et pourvue de surfaces
optiques a` chaque bord. La cellule est pourvue d’une enceinte de chauﬀage exte´rieure, dans
laquelle circule un courant d’air chaud re´gule´ en tempe´rature. Ce chauﬀage externe permet
de vaporiser une partie du rubidium dont la pression de vapeur saturante augmente. Les
surfaces optiques de l’enceinte exte´rieure sont traite´es aﬁn de minimiser les re´ﬂexions
a` 794.7 nm, et sont jointes au reste de l’enceinte par des joints en Te´ﬂon. Les faces
optiques de la cellule a` proprement parler ne sont pas traite´es, car le nombre important
de cycles de chauﬀage/refroidissement et la pre´sence de rubidium a` l’inte´rieur de´truisent
tout traitement. A l’arrie`re de la cellule, un miroir M1, collimate´ avec la cellule re´ﬂe´chit
le rayon qui est donc de nouveau injecte´ dans celle-ci. Son sens de polarisation comme son
vecteur de propagation sont inverse´s, les photons contribuent donc au retour e´galement
au pompage optique. Passant de nouveau dans la lame quart-d’onde puis dans le cube
se´parateur, le faisceau e´mergent est de´vie´ vers la direction orthogonale a` celle qu’il avait en
sortant du laser. On analyse la puissance de ce faisceau au moyen d’un watt-me`tre P1. La
lecture de ce dernier permet l’ajustement manuel tre`s ﬁn de la longueur d’onde : lorsqu’on
atteint la raie D1, on observe une augmentation brusque de l’absorption du faisceau en
l’absence de champ magne´tique. Le choix de re´injecter le faisceau une deuxie`me fois dans
la cellule permet d’augmenter la densite´ de photons, au prix de re´glages des alignements
optiques plus complexes.
Ce montage laser, contrairement a` une grille de diodes, est sujet a` des variations
importantes en forme et en puissance du faisceau. Le proﬁl du faisceau et sa puissance
sont surveille´s tout au long du processus de pompage, a` l’aide respectivement d’un watt-
me`tre et d’un analyseur de faisceau (Newport LBP-1). Ce dernier est d’une importance
capitale pour obtenir un faisceau gaussien et de ge´ome´trie cylindrique, aﬁn d’e´viter les
zones d’ombre dans la cellule. Pour une meˆme puissance, un faisceau inhomoge`ne peut
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entraˆıner une chute d’un facteur 2 dans la polarisation ﬁnale du xe´non.
La cellule de pompage est place´e dans un champ magne´tique de 55 G, aligne´ avec l’axe
du faisceau, et cre´e´ par cinq bobines. assurant une homoge´ne´ite´ supe´rieure a` 100 ppm
dans le volume de pompage. Ces bobines de 72 cm de diame`tre permettent l’existence
d’un volume au champ homoge`ne important, aﬁn d’e´viter que le xe´non ne traverse des
lignes de champ a` la sortie de la cellule.
Avant un pompage, la cellule est remplie d’un me´lange gazeux correspondant a` des
pressions partielles a` tempe´rature ambiante de 10 a` 25 torr de xe´non et 200 torr de
N2, et chauﬀe´e ensuite a` environ 368 K. Si tous les photons sont absorbe´s a` 794.7 nm en
l’absence de champ magne´tique, dans les conditions de pompage (champ allume´), le milieu
devient quasi-transparent avec une absorbance comprise entre 0,05 et 0,2. La variation de
la polarisation du xe´non au cours du pompage a pu eˆtre mesure´e graˆce a` l’emploi d’un
spectrome`tre a` balayage de fre´quence, dans les condition de passage adiabatique rapide
en re´sonance. Dans le cas ou` l’on de´cide d’accumuler le contenu polarise´ de plusieurs
cellules, on choisit conforme´ment a` cette mesure dynamique un temps de pompage de
l’ordre de 8 minutes. Le xe´non est ensuite transfe´re´ dans un tube en forme de U ou de Y.
Ce tube est situe´ dans un sole´no¨ıde alimente´ en courant par une batterie de voiture, et
plonge´ dans de l’azote liquide. Le xe´non se solidiﬁe dans un champ magne´tique de l’ordre
de 5 kG. Le tube en U peut eˆtre re´chauﬀe´ tre`s rapidement par immersion dans un bain
d’eau3 a` la tempe´rature de´sire´e (tempe´rature de l’e´chantillon a` laquelle on veut eﬀectuer
les expe´riences RMN).
10 0 ppm
A
10 0 ppm
*15 375
B
Fig. III.4 – Exemples de signaux RMN du xe´non et en phase gazeuse. (A) – Spectre
obtenu imme´diatement apre`s hyperpolarisation. (B) – Spectre contenant la meˆme quantite´
de xe´non, mais de polarisation a` l’e´quilibre thermique (a` 11,7 T et 293 K ; accumulation
de 16 spectres, une nuit d’acquisition). On de´duit du rapport entre les deux inte´grales de
signaux une polarisation de (A) de l’ordre de 50%.
————–
A l’inte´rieur de la cellule, les polarisations nucle´aires atteignent 70% sur des montages
comparables [45]. En phase gazeuse d’un tube RMN, on atteint au laboratoire un niveau
de 50% [44, 46], comme le montre la ﬁgure III.4. Enﬁn, pour e´viter des mouvements
de convections chaotiques en phase liquide, on agite vigoureusement l’e´chantillon aﬁn de
3Pour minimiser la relaxation du xe´non lors de cette e´tape, la sublimation se fait dans le champ de
fuite de l’aimant du spectrome`tre
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saturer imme´diatement la phase dissoute de xe´non. Cette dernie`re e´tape abaisse encore la
polarisation de 20%, et on mesure donc en phase liquide une polarisation ﬁnale de xe´non
pouvant atteindre 30%.
Toute la tubulure du montage est en verre. Toute la verrerie en contact avec le xe´non
polarise´ (cellule de pompage, tubes de transfert, dewars et tubes RMN utilise´s) est recou-
verte d’un traitement de surface. La premie`re e´tape de celui-ci consiste a` passer l’ensemble
a` la solution piranha (60% d’acide sulfurique, 40% d’eau oxyge´ne´e) pour e´liminer toute
trace organique sur la surface interne. Apre`s rinc¸age a` l’eau distille´e, la verrerie est lave´e
a` l’aide d’une solution de HF (10%) pour e´liminer les ions me´talliques a` la surface. Apre`s
un nouveau rinc¸age et se´chage durant une nuit, la verrerie est tapisse´e par un traitement
de surface en utilisant une solution compose´e de 10% de surfasil dissous dans du tolue`ne
de´shydrate´, puis elle est rince´e et place´e en e´tuve [47, 48]. Aﬁn d’e´viter la de´gradation
du traitement de surface, la tempe´rature est re´gule´e a` un niveau infe´rieur a` 110°C. Un
traitement ade´quat de cette sorte permet de maintenir la polarisation du xe´non en phase
gazeuse durant des heures, a` haut champ magne´tique (T1 pouvant alors de´passer 5 heures)
[44]. Ces valeurs varient d’un tube a` l’autre, du fait de la grande inﬂuence des impurete´s
paramagne´tiques sur RXe1 . Ces dernie`res, en pre´sence d’un me´canisme de transport eﬃcace
en phase gazeuse, agissent en eﬀet comme un drain de l’aimantation.
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Deuxie`me partie
Re´sultats et discussion
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Chapitre IV
Modifications des spectres dues aux
fortes aimantations
Les re´sultats et interpre´tations utilise´s dans cette partie sont chronologiquement ulte´-
rieurs a` ceux pre´sente´s dans la partie V. Cela dit, comme les expe´riences de´crites ici ont
amene´ certains de´veloppements de´crits plus loin et que ces re´sultats e´clairent nombre de
points importants dans les parties suivantes, ils sont pre´sente´s ici en tant que re´sultats
pre´liminaires.
IV.1 Introduction
On l’a vu dans le chapitre II, la pre´sence d’une forte aimantation dans un e´chantillon
modiﬁe du fait des interactions dipolaires la dynamique des spins en pre´sence, meˆme si
ces eﬀets peuvent eˆtre diﬀe´rents selon l’origine de l’aimantation en question : une forte
polarisation (basse tempe´rature de spins), une forte densite´ de spins, ou les deux. Dans
la partie pre´ce´dente, on a e´value´ les conse´quences the´oriques des fortes aimantations sur
leur propre e´volution ; ici, on observe a` la fois l’action sur l’espe`ce fortement aimante´e (le
xe´non) et sur une espe`ce en pre´sence (le proton).
La pre´paration consiste a` hyperpolariser le 129Xe a` une valeur ﬁnale de polarisation
comprise, apre`s dissolution dans le solvant organique deute´re´ C6D12, entre 10 et 20%.
On agite fortement aﬁn d’assurer une re´partition homoge`ne du xe´non. La concentration,
selon les tubes et la quantite´ de xe´non polarise´, varie typiquement entre 0.3 et 1 mol.L−1.
L’espe`ce a` l’e´tude est le trans-2-pentenal, mole´cule dont le spectre en proton est donne´
en ﬁgure IV.1 et qui pre´sente l’avantage majeur pour notre e´tude de disposer d’une tre`s
bonne dispersion spectrale.
L’expe´rience consiste a` ramener la polarisation P du xe´non a` sa valeur thermique en
la faisant de´croˆıtre ge´ome´triquement par une suite d’impulsions d’angle θ d’une vingtaine
de degre´s, et se´pare´es d’une vingtaine de secondes. On enregistre la FID du xe´non a` la
suite de chacune de ces impulsions. Entre deux d’entre elles, on enregistre aussi un spectre
proton. On peut donc par l’interme´diaire de cette se´quence suivre l’e´volution des spectres
1H et 129Xe tout au long de la de´croissance de P .
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Abstract
The presence of highly concentrated dissolved laser-polarized xenon (1 mol/L, polarization up to 0.2) induces numerous eﬀects on
proton and xenon NMR spectra. We show that the proton signal enhancements due to 129Xe–1H cross-relaxation (SPINOE) and overall
shifts of the proton resonances due to the average dipolar shift created by the intense xenon magnetization are correlated. Protons behave
as very useful sensors of the xenon magnetization. Indeed the xenon resonances exhibit many features such as superimposition of narrow
lines on the main resonance due to clustering eﬀects, or such as a polarization-dependent line broadening that is tentatively assigned to
the eﬀects of temperature ﬂuctuations that decorrelate some distant dipolar ﬁeld eﬀects from local interactions, transforming xenon spins
from ‘‘like’’ to ‘‘unlike’’ spins. These spectral features make diﬃcult the determination of the average dipolar ﬁeld by means of the xenon
resonance but have interesting consequences on the heteronuclear polarization transfer experiment in Hartmann–Hahn conditions
(SPIDER).
 2007 Elsevier Inc. All rights reserved.
Keywords: Hyperpolarized xenon; Distant dipolar ﬁeld; SPIDER; SPINOE; Lineshape
1. Introduction
The inherent low sensitivity of NMR drives the renewed
interest into highly polarized spin systems [1–4] used as
sources of polarization for other spins [5–7]. NMR studies
of highly polarized solid-state samples have shown that the
interplay between dipolar Hamiltonians and density matrix
in the strong spin order regime leads to a noticeable mod-
iﬁcation of the width, resonance frequency and shape of the
absorption lines [8–11]. Still considering a highly polarized
system in liquid state, the averaging of short-range dipolar
interactions due to Brownian motions results in the sole
conservation of long-range terms in the dipolar
Hamiltonian. They induce special eﬀects such as multiple-
echoes [12], intermolecular coherences [13], or spectral clus-
tering in hyperpolarized liquid 3He or 129Xe [14–17]. These
peculiar eﬀects have led to many theoretical developments
[18–20] and even predictions: (i) the spin dynamics in the
presence of polarized and concentrated spin systems and
small static ﬁeld inhomogeneities has been shown to be
source of a chaotic and dynamic distribution of the magne-
tization along the sample volume [21]; (ii) in the case of
highly polarized systems (P > 0.1), Walls et al. have shown
by numerical simulations that the situation may become
even more complicated since the resonance linewidth
becomes dependent on the polarization and on the magne-
tization ﬂip angle [22].
On the other hand, we have recently proposed the SPI-
DER experiment [7], which allows a polarization transfer
from dissolved hyperpolarized xenon to a solute proton
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using the heteronuclear long-range dipolar couplings. This
is achieved through a Hartmann–Hahn recoupling scheme
and requires a large polarization and a large concentration
of dissolved xenon. The promises oﬀered by this new
method have driven us to experimentally investigate the
eﬀect of the xenon magnetization on the 129Xe and 1H
NMR spectra in a high resolution NMR spectrometer
(11.7 T) required to provide chemical resolution. The
highly polarized and concentrated xenon batch generates,
in a non-spherical sample, a sizable average dipolar ﬁeld
which superimposes to the static magnetic ﬁeld [10,18,23].
This ﬁeld is then responsible for a measurable shift of the
spectrum of every spin in solution. By analyzing the varia-
tions of the 1H and 129Xe resonance frequencies and line-
widths, we report here the connection between long range
eﬀects due to this average dipolar ﬁeld created by xenon
magnetization, and local eﬀects resulting from cross-relax-
ation with hyperpolarized xenon. In particular the correla-
tions between (i) the 129Xe magnetization (ii) the 1H signal
enhancement due to 129Xe–1H cross-relaxation (SPINOE)
[5,24] and (iii) the 1H resonance frequency are evidenced.
The frequency and the linewidth of xenon resonance also
depend on the xenon magnetization but in a much more
complicated way due to the weakness of long distance
dipolar couplings relative to ﬂuctuations of Zeeman reso-
nance frequencies. Consequences for the SPIDER experi-
ments are drawn.
2. Experimental methods
2.1. 129Xe hyperpolarization and solution mixing apparatus
Ninety-six percent of enriched 129Xe from Chemgas was
polarized by the spin-exchange method [1] using a home-
built apparatus described in Ref. [25] based on a Spectra-
Physics titanium–sapphire pumped laser. The experiment
was run in batch mode and the xenon was gathered under
its solid form in a U-shaped tube ﬁtting inside a solenoid
immersed in a liquid-nitrogen dewar. Typically for the
present experiments, three to four batches were accumu-
lated. Once in the fringe ﬁeld of the high ﬁeld NMR mag-
net, the xenon was transferred by cryo-condensation into
the previously degassed NMR tube (1.6 mm inner diameter
and 3 mm outer diameter from Cortec) closed by a J.
Young valve. It contained 90 lL of trans-2 pentenal and
methanol in 99.6% deuterated cyclohexane (Eurisotop).
The solute concentrations varied between 1 and
5 mmol L1, depending on the experiments. The small tube
volume and the high xenon solubility in this solvent
induced a sizeable ﬁnal xenon pressure of ca. 5 bar and
hence a concentration of about 1 mol L1 [26]. After addi-
tion of xenon, the tube containing the frozen solution was
rapidly heated, thermostated by immersion in a liquid bath
at the desired temperature and vigorously shaken. The tube
was then put back into the high ﬁeld NMR magnet and the
magnetic ﬁeld homogeneity was optimized by temporally
locking the magnet. Typically, the NMR experiments
started 2 min after introduction of the NMR tube inside
the magnet. All these steps always led to a reduction by a
factor around two of the xenon polarization compared to
what we achieved with xenon in the gaseous phase inside
the ﬁnal 3 mm NMR tube.
2.2. Description of the NMR experiment
All experiments were performed on a Bruker Avance500
spectrometer with a static ﬁeld of 11.7 T using Xwinnmr or
TOPSPIN softwares. Except when explicitly mentioned,
classical inverse double 1H/broadband or triple 1H/15N/
broadband resonance probeheads with 3-axis gradients
were used. All experiments using cyclohexane as solvent
were performed at the measured temperature of the room
(293 K) in order to avoid temperature gradients as much
as possible.
In order to simultaneously monitor the behavior of the
1H and 129Xe magnetization, we simply resorted to the
pulse sequence of Fig. 1 which consisted in an alternation
of 1H and 129Xe hard pulses, each one followed by a long
acquisition (>1 s) in order to precisely deﬁne the resonance
frequencies. The series of #-angle pulses on 129Xe separated
by delays s allowed the artiﬁcial decrease of its magnetiza-
tionMXek . After k pulses, it became:
M
Xe
k ¼M
Xe
0 cos
k # exp
ks
TXe1
¼MXe0 cos
k h ð1Þ
with TXe1 the xenon longitudinal self-relaxation time, and
M
Xe
0 the initial xenon magnetization. In Eq. (1), we took
beneﬁt from the constant delay s to deﬁne an apparent
magnetization loss per xenon pulse: cosh.
The 2H lock channel was disconnected during the whole
experiment in order to avoid any interference between the
control of the magnet and the spin dynamics during the
recording of the chemical shift variations on the successive
1H and 129Xe spectra. The whole duration of the experi-
ment was long due to the long 1H self-relaxation times
and the incompressible delay needed by the spectrometer
to switch between proton and xenon acquisitions. As a con-
sequence, the quality of the ﬁeld homogeneity might
change along the experiment duration. Safe monitoring
of the variations of the 1H and 129Xe linewidths as a
function of xenon magnetization was hence obtained by
129
Xe
1
H
ϑ
nτ
Fig. 1. Pulse sequence used to measure the average dipolar ﬁeld created by
laser-polarized xenon and experienced by protons. It consists in an
alternation of 1H and 129Xe acquisitions. s is the delay between two
consecutive 1H or 129Xe pulses. The small-ﬁlled boxes correspond to hard
pulses (90 ﬂip-angle for 1H and 20 for 129Xe).
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adapting the pulse sequence of Fig. 1, for instance through
acquiring multiple xenon spectra instead of one. This
allowed a larger reduction of the xenon magnetization
between two consecutive 1H spectra, while avoiding non-
linear response of the electronic circuit.
Since the delay s was shorter than proton self-relaxation
times TH1 , for quantitative exploitation of proton signal
intensity (SPINOE) we used 1H 90 hard pulse in the
sequence of Fig. 1. Moreover we acquired an extra
(dummy) proton spectrum at the beginning of the experi-
ment to destroy the initial proton magnetization and accel-
erate the establishment of a steady-state.
2.3. Data processing
All spectra were processed through Xwinnmr or TOP-
SPIN software from Bruker. The series of 1H and 129Xe
spectra were ﬁrst reorganized as two two-dimensional spec-
tra. FIDs were zero-ﬁlled to 64k points, before Fourier
transformation. The ﬁnal digital resolution (Hz per point)
was ca. 82 mHz for the 1H spectra and 230 mHz for the
129Xe spectra. The full width at middle height was less than
1 Hz for some proton resonances. If needed for improving
the signal to noise ratio or for removing the eﬀect of signal
truncation (case of the 129Xe spectra), a small exponential
function (line broadening on the order of 0.3 Hz) was used
for apodization. The same phase corrections were used for
all 1H and 129Xe spectra along each series.
Post-processing of the spectra was performed using a
home-written software. Peak frequencies were determined
by ﬁtting a parabolic function to all data points which inten-
sities were higher than 80% of the point of highest intensity
[27]. The ﬁtting procedure was based on a Levenberg–Mar-
quardt algorithm [28]. Through Monte-Carlo simulations,
an estimation of the error on the peak frequencywas derived.
The peak signal intensities were determined by numerical
integration of the signal. Since the resonance line could be
non-Lorentzian, the resonance linewidths were simply deter-
mined by computing the number of points at various levels of
intensity relative to the peak maximum.
The determination of the average dipolar ﬁeld experi-
enced by proton or xenon was obtained by ﬁtting the func-
tion f(k) to the experimental variations of peak resonance
frequencies:
f ðkÞ ¼ A cosk hþ B ð2Þ
where h corresponded to the decrease of xenon magnetiza-
tion due to hard pulses and relaxation (Eq. (1)). A was the
average dipolar shift and B was the proton or xenon reso-
nance frequency in the absence of polarized xenon. Similarly,
for the SPINOE contributions to the signal (variations of
proton signal intensities), the same function was used, but
then A and B corresponded to the maximum enhancement
due to SPINOE and the steady-state signal intensity, respec-
tively. In the two cases, the uncertainties on A and B were
determined by Monte-Carlo simulations using the errors
computed at the previous step. In the case of SPINOE, since
the proton TH1 values are on the same order of magnitude as
the interscan delay s . 21.7 s, it might happen that a miscal-
ibration of the 1H 90 hard pulse delayed the establishment
of the steady-state. By numerical simulations we observed
that it was then safer to increase the uncertainties associated
to the two ﬁrst proton spectra. The simulations revealed that
in these conditions, the induced bias on the determination of
h was smaller than 0.11.
3. Heteronuclear coupling: 1H frequency shift and SPINOE
3.1. General aspects
A proton spin of a solute is coupled via dipolar interac-
tions to all xenon spins present in solution. Its short-range
interactions with neighbors are averaged out by the Brown-
ian motion because of their dependence on the angle
between the static magnetic ﬁeld B0 and the internuclear
vector [29]. At long distances however, the Brownian
motion becomes ineﬃcient and thus the long range interac-
tions have to be considered [10,12,13,18–21]. Due to their
dependence on 1=r3jk with rjk the distance between the pro-
ton j and the xenon k, their eﬀect would be negligible if it
was not for the very high polarization and concentration
of xenon in solution. Indeed this sum of interactions leads
to a non-negligible average dipolar ﬁeld superimposed to
the static ﬁeld. Its magnitude in Tesla is [23]:
BXe ¼ 1000
l0
3
ncXeN PXecXeh ð3Þ
whereN is the Avogadro’s number, cXe, cXe and PXe stand
for the 129Xe gyromagnetic ratio, concentration in mol L1
and polarization level, respectively, and n is a numerical fac-
tor-dependent on the sample’s geometry (1/2 < n < 1).
This ﬁeld induces a shift dH of the
1H resonance frequency
dH ¼ cHBXe ð4Þ
proportional to the xenon magnetization per unit volume.
Indeed Eq. (3) is obtained by assuming that the magnetiza-
tion per unit volume is uniform along the sample.
3.2. Experimental features
The 1H spectra of Fig. 2, acquired using the pulse
sequence of Fig. 1, illustrated the typical behavior of pro-
ton spectra when xenon magnetization decreased as a con-
sequence of small 129Xe hard pulses. A signiﬁcant time
dependence of the central frequency (variation of
4.17 ± 0.10 Hz) and of the signal intensity (in gray scale)
of the aldehyde 1H doublet of pentenal was observed.
The fact that in the second experiment inversion of the
xenon polarization during the optical pumping step led to
inversion of the proton chemical shift variation by the same
amount proved that a possible spectrometer frequency drift
cannot be at the origin of this eﬀect.
In agreement with Eq. (2), a downﬁeld shift was
observed for xenon polarized with a positive spin
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temperature,1 and the same shift was observed for all
proton resonances. On the other hand, although for all
protons the signals were subjected to either an increase of
sensitivity for the ﬁrst spectra in the case of xenon
polarized with a positive spin temperature or a decrease
of sensitivity when xenon spin temperature is negative,
the variations of signal intensities were not the same. The
presence of laser-polarized xenon aﬀected the 1H signal
intensities because of SPINOE [5,24], which depends on
the xenon–proton cross-relaxation rates rXeH but also on
the proton self-relaxation times TH1 . Indeed, using the sim-
plest model, i.e. neglecting the mixing between xenon and
proton magnetization build-up rates,2 the proton magneti-
zation MHk of the kth spectrum depended on the xenon
magnetizationMXek according to:
M
H
k ¼ M
H
0  rXeHT
H
1M
Xe
k
 
1 es=T
H
1
 
ð5Þ
The behavior of the proton signal intensities observed on
Fig. 2 consequently arose from SPINOE.
Except for a possible unavoidable non-linear response
due to radiation damping [30] after xenon excitation pulses
in the case of negative spin temperature, the experimental
results were qualitatively the same for positive and negative
129Xe polarization. However, in order to avoid these non-
linearities, we pushed further the data processing only for
experiments with positive spin temperature.
3.3. Quantitative correlations
Even if the SPIDER experiments previously reported [7]
had been acquired with xenon magnetization per unit vol-
ume on the order of that of Section 3.2, we have recently
achieved higher xenon polarization in the gas phase
(50% instead of 30%) thanks to the optimization of
the laser beam, the puriﬁcation of the xenon line, and a
careful treatment (piranha solution, HF solution and coat-
ing by Surfasil) of a renewed glassware. These improve-
ments have allowed us to increase the previously
observed eﬀects (Section 3.2). These larger eﬀects allowed
ﬁne exploration of the interplay between the behaviors of
xenon and proton magnetization. For all the rest of this
text, all experimental data correspond to one of those
experimental runs.
As illustrated in Fig. 3 the proton resonance frequency
was linearly dependent on the xenon magnetization. At
the beginning of the experiment, the proton resonance fre-
quencies were shifted by about 9.5 Hz due to the average
a
b
Fig. 2. Partial 2D contour plot of the variation of the 1H frequency and
intensity of the doublet of aldehyde proton of trans-2 pentenal dissolved in
deuterated cyclohexane as a function of time. Between two consecutive 1H
spectra, a 20 ﬂip angle pulse was applied on 129Xe (pulse sequence of
Fig. 1). Xenon had either (a) positive or (b) negative spin temperature with
a polarization of about 10%. SPINOE explained stronger (a) and lower (b)
1H signals for the ﬁrst spectra. The best-ﬁt values of proton resonance
frequency shifts due to the xenon magnetization were 4.17 ± 0.10 Hz and
4.23 ± 0.09 Hz, respectively.
1 cXe is negative and n = 1/2 for an inﬁnite cylinder.
2 The assumption of decoupling resulted from the very long xenon TXe1
(measurements revealed values larger than 1500 s).
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Fig. 3. Illustration of the linear correlations between the 1H resonance
frequency shifted due to xenon average dipolar ﬁeld and the xenon signal
intensity (closed squares) and between the 1H signal intensity enhanced by
xenon–proton cross-relaxation (SPINOE) and the 129Xe magnetization
(open circles). The plot corresponds to the aldehyde proton of trans-2
pentenal. Experimental conditions: 1.3 mol/L of xenon polarized at 17%
in deuterated cyclohexane at 293 K.
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dipolar ﬁeld created by xenon. Similarly, the proton signal
intensity was a linear function of the xenon signal (Fig. 3).
At the initial stage of the experiment, the proton signal was
enhanced through SPINOE by a factor 2.7 relative to the
steady-state signal using the same recovery delay s and
thermally polarized xenon. These large SPINOE enhance-
ments and average dipolar ﬁeld were obtained thanks to
dissolved xenon with a polarization of 17% at the begin-
ning of the 1H and 129Xe acquisitions.
More precise determinations of the average dipolar ﬁeld
or of the SPINOE experienced by any proton were per-
formed by ﬁtting the function f(k) (Eq. (2)), with k the spec-
trum number, to the proton resonance frequencies and their
signal intensities. Fig. 4 illustrated the quality of the agree-
ment between the experimental results and this simplemodel
which assumed that the xenonmagnetizationwas reduced by
a factor cosh between two consecutive proton spectra. Since
the average dipolar ﬁeld created by the 129Xe magnetization
was a long range eﬀect, two diﬀerent protons (aldehyde (a)
and methyl (b) protons of pentenal) were experiencing the
same upﬁeld shift along the experiment as illustrated in
Fig. 4a and b. From the best-ﬁt theoretical curves to these
two sets of points, the initial average ﬁeld could be extracted.
The values 9.39 ± 0.05 Hz for the case (a) and
9.37 ± 0.04 Hz for (b) were in perfect agreement. In fact,
out of the 10 proton lines on which this ﬁtting procedure
could be performed due to suﬃcient intensity all along the
experiment, 8 shift values ranged between 9.32 and
9.39 Hz. For the residual protonated solvent peak the ﬁtted
value was 9.09 ± 0.15 Hz but its associated uncertainty was
large due to the short transverse-relaxation time of cyclohex-
ane arising from chair–chair chemical exchange and unre-
solved coupling with deuterium. Finally, a value of
9.57 ± 0.04was found for theOHpeakofmethanol. The dis-
crepancy with the other average ﬁeld values was likely to be
due to a small temperature change during the whole experi-
ment. This put an upper limit on the temperature drift during
the experiment of about 0.05 K. For pentenal protons, no
chemical shift variation with temperature could be detected.
As illustrated in Fig. 4c the amount of SPINOE contri-
bution to the proton signal varied from one proton to
another. For solute protons, the relative signal enhance-
ment varied from about 0 for protons with short longitudi-
nal self-relaxation times such as those of Surfasil to 2.0, i.e.
observed signals 3 times greater than the steady-state ones.
They were mainly correlated to the proton T H1 values (Eq.
(5)). Taking as an example the aldehyde and methyl pro-
tons represented in Fig. 4, the best-ﬁt signal enhancement
factors due to SPINOE were 1.79 ± 0.03 and 0.80 ± 0.02
for TH1 values of 33 ± 1 s and 18.3 ± 0.5 s, respectively.
Based on Eq. (5), these two sets of values were in agree-
ment, proving that a simple translational diﬀusion model
for computing the dipolar correlation function [29] seemed
to be well-adapted to treat the xenon–pentenal cross-relax-
ation. An even larger 1H signal enhancement factor (11.1)
was observed for C6HD11 arising from its very long
TH1 ’ 120 s. The
1H signals corresponded to proton
polarizations of 1.2 · 104 for protons of the solute and
5.0 · 104 for the solvent proton which, to the best of
our knowledge, were the highest ever achieved through
SPINOE [24].
3.4. Local and long range eﬀects
The procedures used to ﬁt the 1H resonance frequencies
and intensities to f(k) gave access to the 129Xe pulse ﬂip
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Fig. 4. Evolution of some proton resonance frequencies (a and b) and
signal intensities (c) along the experiment of Fig. 3. Every 21.7 s a 19
pulse is applied on the xenon magnetization. The ﬁlled squares correspond
to the aldehyde proton of trans-2 pentenal and the open circles to its
methyl protons. The best-ﬁt theoretical curves to Eq. (2) are superim-
posed. The time dependence of these two types of variation are almost
identical. The proton resonance frequency shifts due to the average
dipolar ﬁeld created by xenon magnetization are identical (9.38 ± 0.05 Hz)
while the signal enhancement factors due to SPINOE are diﬀerent
(1.79 ± 0.03 and 0.80 ± 0.02 for the aldehyde and methyl protons,
respectively). The best-ﬁt pulse ﬂip angle values for the observed resonance
frequency shifts are 18.66 ± 0.25 and 18.67 ± 0.21, and for the signal
enhancement factors 19.29 ± 0.31 and 19.06 ± 0.47, respectively.
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angle h, which could be related to the average 129Xe
magnetization losses due to relaxation and hard pulse exci-
tation between two consecutive proton spectra (Eq. (1)).
On average the best-ﬁt theoretical value for the proton res-
onance frequency was Æhshiftæ = 18.66 ± 0.12 and for the
eﬀect on proton signal intensities3 it was equal to ÆhSPI-
NOEæ = 19.74 ± 0.14. These two values diﬀered by more
than 1. A pairwise comparison between all signiﬁcant
determined h values (SPINOE larger than 40%) revealed
that hSPINOE was systematically larger than the correspond-
ing hshift (see caption of Fig. 4 for two examples). A Stu-
dent’s t-test validated the signiﬁcance of the diﬀerence
with a probability greater than 99.8% that it could not hap-
pen by chance. Similar behaviors were obtained in other
experimental runs.
The interpretation of the discrepancy between these two
h values could be found in the nature of the interactions
experienced by protons. On the ﬁrst hand, the signal inten-
sity of a proton was aﬀected by the xenon spins present in
its close neighborhood. On the other hand, the xenon dipo-
lar ﬁeld induced long range eﬀects propagating over the
whole sample. The sizeable diﬀerence between these two ﬁt-
ted values could consequently be explained by the eﬀects of
the pulses which decreased the xenon magnetization mainly
inside the coils, letting parts of the sample located below or
above the coils unaﬀected. The xenon pulses partially
reduced the xenon magnetization inside the active volume
of the xenon coil, while the whole xenon magnetization
contributed to the average dipolar ﬁeld experienced by pro-
tons. The global loss per pulse for the 129Xe magnetization
over the whole sample could then be smaller than the value
inside the coil and the 1H frequency shift then decreased
less rapidly than the SPINOE enhancement. In fact, the
respective values of hSPINOE and hshift could be expected
to largely depend on the geometry of the sample and of
the probe head.
4. Homonuclear coupling: 129Xe resonance shift and
linewidth
4.1. General features
Spectra of highly polarized xenon notably diﬀer from
those obtained with thermally polarized magnetization
due to the eﬀects of distant dipolar ﬁelds. As illustrated
in Fig. 5 the typical proﬁle of the xenon absorption line
at a high polarization and concentration level exhibited a
signiﬁcant broadening (FWMH of approximately 8.1 Hz,
compared to less than 1 Hz for 1H resonances) and a sharp
over-structure composed by a series of very well resolved
peaks. Indeed, even if most of the transverse magnetization
decayed in a short time, signal oscillations were deﬁnitely
present after three seconds of acquisition. As already
reported [7,14–17], it was impossible to properly deﬁne
T2 for hyperpolarized species in liquids. So, the unusually
broad 129Xe line could not be the simple consequence of
very short T2, but rather the illustration of the existence
of a frequency distribution in the sample. These features
were characteristic of spectral clustering eﬀects taking place
at large magnetization levels [15,17,21]. Finally, as
observed here, but also reported in the recent paper pre-
senting the SPIDER experiment [7], the line broadening
and the supplementary lines disappeared with the decrease
of 129Xe magnetization throughout the experiment.
4.2. Average dipolar ﬁeld in the case of ‘‘like’’ spins
The average dipolar ﬁeld created by N ‘‘like’’ spins Si
and experienced by the S spins is larger by a factor 3/2 than
the eﬀect experienced by any ‘‘unlike’’ spin [10]. Indeed, the
dipolar Hamiltonian between two xenon spins Si and Sj
truncated by the eﬀect of the strong Zeeman Hamiltonian
in liquid phase is:
H
ij
DD ¼ d ijðtÞ S
i
zS
j
z 
1
4
ðSiþS
j
 þ S
i
S
j
þÞ
 
ð6Þ
If the two spins are ‘‘unlike’’, i.e. the diﬀerence of their res-
onance frequencies in the static magnetic ﬁeld is larger than
the dipolar coupling:
jxj  xij  l0hc
2
Xe=4pr
3
ij; ð7Þ
based on perturbation theory, the ﬂip-ﬂop terms can safely
be disregarded and dipolar Hamiltonian is reduced to the
unique term:
H
ij
DD ¼ d ijðtÞS
i
zS
j
z ð8Þ
In the rotating frame, the time evolution of the xenon
transverse magnetization proportional to hSþi ¼
P
hSiþi,
under the inﬂuence of the full dipolar Hamiltonian is given
by:
3 The large enhancement factor observed for cyclohexane induced that
the associated best-ﬁt hSPINOE value is signiﬁcantly the best deﬁned one. It
consequently mainly deﬁnes the average value and associated uncertainty.
20406080100 Hz
X6
10 Hz
Fig. 5. 129Xe NMR spectrum at the beginning of the experiment described
in Fig. 3. Due to clustering eﬀects, sharp resonance lines superimpose to
the line which does not exhibit a Lorentzian shape. An arbitrary chemical
shift reference is used. In insert, the 48th 129Xe spectrum of the same
experiment. The use of the same horizontal scale reveals the line
narrowing.
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dhSþi
dt
¼ 2i
X
j 6¼k
djkðtÞ hS
j
zS
k
þi þ
1
2
hSjþS
k
zi
 
ð9Þ
In the right hand part of Eq. (9), the ﬁrst term results from
the SjzS
k
z term and the second from the ﬂip-ﬂop terms.
We now apply the assumptions of distant dipolar ﬁelds
in liquid state NMR [18–20,31,32] which allow one to
write: hSiaS
j
bi ¼ hS
i
aihS
j
bi if Si and Sj are two distant spins.
Considering a given indiscernable spin hSjþi ¼ hSþi=N ,
Eq. (9) can thus be written as:
d
dt
hSjþi ¼2i
3
2
X
k 6¼j
djkhS
k
z i
 !
hSjþi ð10Þ
¼2iM j1hS
j
þi ð11Þ
where the homonuclear ﬁrst moment M j1 is introduced. In
Eq. (10), the ﬂip-ﬂop terms contribute through a factor 1/2
to the 3/2 coeﬃcient. For any ellipsoidal distribution of
spins S (or anything topologically equivalent) over which
the concentration of ‘‘like’’ spins of type S is homogeneous,
the ﬁrst moment of the dipolar interactions is shown to be
independent of the spin Sj taken as the origin [9,10,33]:
M
j
1 ¼M
S
1 . It only depends on the geometrical factor n
present in Eq. (3), and on the xenon concentration cXe
and polarization PXe:
M
S
1 ¼ 2p1000
l0
2
ncXeN PXec
2
Sh ð12Þ
The analogy to Eqs. (3) and (4) is obvious with an enhance-
ment by a 3/2 factor due to the ﬂip-ﬂop terms.
4.3. Xenon resonance frequency shift
We have explored the dependence of the 129Xe reso-
nance frequency on its polarization. For allowing compar-
isons, the series of 129Xe spectra acquired in alternation to
the proton ones discussed in Section 3.3 were considered.
As fairly noticeable on Fig. 5, since for high polarization
levels the xenon resonance line was not of Lorentzian
shape, the deﬁnition of its resonance frequency was diﬃ-
cult. We consequently applied a small exponential function
for apodization and considered the central resonance fre-
quency of 129Xe as the frequency obtained by ﬁtting the
highest peak to a parabolic function. As for the heteronu-
clear case, these central frequencies were found to be
dependent on the xenon magnetization. Fig. 6 illustrated
well the linear relation between these two values. Con-
versely to the proton case, the agreement was not perfect
and in particular for this experiment a noticeable bump
was observed during ca. 5 min on a whole experiment dura-
tion of about 28 min. The analysis of other experiments did
not reveal the presence of this bump. We consequently con-
cluded that it might result, on that particular experimental
run, from external ﬂuctuations like a slow and small varia-
tion of temperature (0.35 ppm/K i.e. 48.5 Hz/K) or of
xenon concentration (slow setting up of the chemical equi-
librium or liquid drop resulting from the initial shaking of
the sample; xenon chemical shift variation [34]:
3.04 ppm mol1 L). Apart from this bump, a very good
correlation between 129Xe polarization level and frequency
shift was found. The best-ﬁt value for the maximum fre-
quency shift was equal to 5.37 ± 0.12 Hz. The bump as
well as the problem of frequency determination in a
non-Lorentzian resonance line limited the precision. In
contrast, we expected a value of 3.9 Hz based on proton
measurements, the diﬀerence of gyromagnetic ratios and
the diﬀerence between ‘‘like’’ and ‘‘unlike’’ spins. The
discrepancy was signiﬁcant and conﬁrmed in other experi-
ments with values either too small or too large. Its origin
remained unclear. Clues were the hypersensitivity of xenon
chemical shift to temperature (assuming that the present
diﬀerence only resulted from temperature, the extracted
temperature drift would have been 0.03 K, a value in good
agreement with that derived from the discrepancy between
1H shifts and the methanol ones) or the problem of reso-
nance line shape which would inhibit the correct deﬁnition
of the central resonance frequency by simple ﬁt of the peak
of maximum intensity.
4.4. Insights into the variation of the xenon linewidth
As recently mentioned [7], the behavior of the resonance
linewidth of hyperpolarized species in liquids has been
shown to be fully opposite to that observed for highly
polarized system in solids. Whereas the resonance line
was narrowed with increasing polarization in solid-state
NMR [8,10], the opposite phenomenon was observed in
liquids, hence the broad line visible Fig. 5. The monitoring
of the xenon resonance as a function of polarization
allowed us to better characterize this broadening. As illus-
trated in Fig. 7 for the experimental case of Fig. 3, for a
large range of xenon magnetization, the xenon resonance
line-width decreased with the polarization. Finally for the
smallest polarizations the line seemed to broaden. Since
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Fig. 6. Evolution of the 129Xe frequency shift as a function of its
magnetization revealing a linear correlation between these two values. The
best-ﬁt shift of the xenon line due to the average dipolar ﬁeld it creates is
5.37 ± 0.12 Hz. Same experiment as this of Fig. 3.
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the whole experiment has been acquired without any lock
and any shim and as its duration was non-negligible (about
28 min), we have carefully checked the validity of these
observations.
First of all, the study of other sets of experiments
acquired on the same time scale or on a much more
reduced one, always revealed the decrease of the linewidth
with pulses for the high xenon polarizations, but the
increase at low polarization could not be conﬁrmed. The
latter might result from the non-negligible uncertainty
associated to the low signal to noise ratio of these spectra
due to reduced xenon magnetization. Moreover, the same
study on the variation of linewidths performed on the pro-
ton resonances did not reveal any signiﬁcant line broaden-
ing whatever the xenon polarization. This proved that a
whole degradation of the magnetic ﬁeld homogeneity could
not explain the observed eﬀects. We have also checked that
these behaviors for proton and xenon did not result from
the particular geometry of the used probe (two diﬀerent
coils with xenon as the outer one). We have consequently
performed this type of experiments on a 129Xe/1H dou-
ble-tuned probe head. Similar signiﬁcant line broadenings
were observed for xenon magnetization at high polariza-
tion, which decreased with the polarization. At low polar-
ization, line broadening for 1H and 129Xe resonances could
not really be said to be signiﬁcant whatever the experiment
duration. This result suggests that the xenon line broaden-
ing at high polarization does not result from experimental
artifacts.
We have experimentally checked that this line-broaden-
ing at high polarization neither resulted from a radiation
damping eﬀect [35,36] nor from distant dipolar ﬁeld eﬀects
appearing with large pulse angles [22]. Indeed, at a given
129Xe polarization, both the resonance line shapes and
line-widths were identical whatever the 129Xe ﬂip angle in
the range 1.5–20. This result also showed a diﬀerent
behavior to that reported by Nacher et al. [15–17] since
they observed a ﬂip angle dependence. They tentatively
assigned it to dynamical instabilities, as numerically pre-
dicted by Jeener but for larger ﬂip angles [21]. The observed
line-broadening hence results from a distribution of xenon
resonance frequencies inside the sample which was corre-
lated to the xenon polarization. The observed eﬀect was
opposite to that reported for solid-state samples. More-
over, the dependence on the polarization diﬀered since in
solids they were proportional to M 02ð1 P
2
XeÞ, with M
0
2
the second moment in the limit PXe ﬁ 0 [8]. The present
eﬀect could consequently not result from dipolar broaden-
ing of the resonance line. On the other hand, its propor-
tionality to the polarization made thinking that the
observed eﬀects were more related to the ﬁrst moment
M 1 which is linearly dependent on the polarization PXe
(Eq. (12)).
A model is consequently needed to explain this discrep-
ancy on 129Xe data, while a nice agreement between predic-
tions and data is obtained for protons. The key diﬀerence
between the derivations of the ﬁrst moment in the homonu-
clear and heteronuclear cases comes from the ﬂip-ﬂop
terms which have to be considered only in the ﬁrst case
(section 4.2). It remains that long range dipolar interac-
tions induce small dipolar couplings, and diﬀerence of res-
onance frequencies might be non-negligible due, for
instance, to diﬀerences of temperature. As an example con-
sidering two xenon spins separated by 1 mm and simply
using the strong coupling condition (Eq. (7)) without con-
sidering any line-broadening contribution, in order for the
ﬂip-ﬂop terms to be considered their diﬀerence of tempera-
ture should be typically smaller than 21019 K. Due to this
small value, they might not be correlated. Thus the reso-
nance frequency of a given xenon spin would be deﬁned
by the sum of the average dipolar ﬁeld created by distant
spins considered as ‘‘unlike’’ spins due to temperature dec-
orrelation and of the local ﬁeld generated by the nearby
xenon experiencing the same temperature, and which were
consequently of ‘‘like’’ nature. Since these two ﬁelds were
diﬀerent (Eqs. (4) and (12)) and were dependent on the
xenon polarization and on the geometry (geometric factor
n in Eq. (12)), a distribution of n factors along the sample
might be expected, resulting in the observed broadening of
the xenon line at high polarization. The decrease of the
polarization induces a decrease of the diﬀerent ﬁrst
moments M 1 and thus a narrowing of the line. Obviously
in the case of protons, all xenon spins should be considered
as ‘‘unlike’’, resulting in the existence of only one expres-
sion for the ﬁrst moment M 1 and one geometric factor n.
This model consequently predicts, as observed, no broad-
ening of the proton lines.
5. Conclusions
The presence of highly polarized and concentrated
xenon in a solution aﬀects many easily accessible NMR
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Fig. 7. Evolution of the 129Xe NMR resonance linewidth as a function of
the xenon magnetization. Since the resonance line shape is not Lorentzian,
the xenon resonance linewidth is characterized by the full width (FW) at
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parameters. We have shown that the 1H signal enhance-
ment due to SPINOE and the variation of 1H resonance
frequency are linearly proportional to the 129Xe magnetiza-
tion per unit volume. Their studies allow the determination
of key parameters for SPIDER experiments such as the
Zeeman resonance frequencies needed for applying on-res-
onance rf irradiations or the value of average dipolar ﬁeld
created by xenon spins. The characterization of xenon
magnetization is, in fact, much easier by using proton as
a sensor, which is less sensitive to non-linearities. Their ori-
gins are numerous for xenon. Some are well-documented as
the non-linear coupling between high magnetization and
the detecting coil (radiation damping) but others are much
more tricky as the clustering eﬀect which complicates the
deﬁnition of the central line resonance frequency or induces
the appearance of narrow lines superimposing the main
resonance. Local ﬁeld eﬀects also aﬀect the xenon reso-
nance line shape through broadening. In particular, we
show that it is proportional to the xenon polarization that
we tentatively interpret as resulting from decorrelation
between diﬀerent parts of the sample due to tiny tempera-
ture ﬂuctuations. The dipolar coupling between two distant
xenon spins can indeed be either of ‘‘like’’ or ‘‘unlike’’
nature.
Interestingly, the detection of inhomogeneous xenon
local ﬁelds by proton NMR is hardly possible in the
reported experiments. Indeed the distribution of xenon rf
ﬁelds along the sample might, at the end, create an inhomo-
geneous distribution of xenon magnetization per unit vol-
ume. It can consequently induce a distribution of local
ﬁelds with physical properties diﬀerent from a pseudo
nuclear susceptibility shift, resulting in a distribution of
1H resonance frequencies and thus in a broadening of 1H
resonance. No signiﬁcant line broadening is detected. The
xenon magnetization inhomogeneities may consequently
be washed out along the experiment duration by spin or
molecular diﬀusion. The only eﬀect of xenon local ﬁelds
on protons is ﬁnally indirectly detected through the diﬀer-
ence of loss per pulses (cosh factor) measured by SPINOE
and frequency shifts. Our results show that as experienced
by protons in the present protocol, the dipolar ﬁeld created
by polarized xenon with positive spin temperature behaves
almost perfectly as a pseudo nuclear susceptibility term for
the simplest acquisition scheme.
For the SPIDER experiment, the present results pre-
dict diﬃculties to eﬀectively beneﬁt from all the xenon
spin reservoir since parts of the sample may be decorre-
lated by temperature inhomogeneities. If a better under-
standing of the origin of the xenon line broadening
might help, clues to circumvent these diﬃculties in SPI-
DER already exist, such as resorting to other hyperpo-
larized spin species with a smaller chemical shift
dependency on temperature as 3He or using multipulse
recoupling schemes to compensate for the distribution
of resonance frequencies [37].
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Abstract
We describe the effects observed on 1H and 129Xe NMR spectra resulting from the presence of laser-polarized xenon at high
concentration in a deuterated solvent. We show that the large xenon polarization modifies proton signal intensities due to hetero-
nuclear dipolar cross-relaxation, while the huge xenon magnetization per unit volume induces sizeable average dipolar field which
shifts the proton resonance frequency. Finally, the large xenon magnetization modifies the xenon spin dynamics inducing frequency
shift, line broadening, the appearance of narrow resonances (spectral clustering) or spontaneous large transverse magnetization
(maser emission) when polarized xenon is prepared by optical pumping in such a way that its highest Zeeman energy level is
the most populated one. To cite this article: Denis J.-Y. Marion et al., C. R. Chimie 11 (2008).
! 2007 Acade´mie des sciences. Published by Elsevier Masson SAS. All rights reserved.
Re´sume´
Nous de´crivons les principaux effets observe´s sur les spectres RMN 1H et 129Xe quand une grande quantite´ de xe´non fortement
polarise´ par laser est dissoute dans un solvant deute´re´. Ainsi, la forte polarisation du xe´non influe sur l’intensite´ des signaux des
protons du fait de la relaxation dipolaire croise´e. De plus, sa grande aimantation volumique cre´e un champ dipolaire moyen im-
portant qui, en se superposant au champ magne´tique statique, modifie les fre´quences de re´sonance des protons. Enfin la dynamique
de spin du xe´non s’en trouve modifie´e. Cela peut se traduire par un changement de fre´quence de re´sonance, par un e´largissement de
sa raie de re´sonance, par l’apparition de raies e´troites dues a` la pre´cession cohe´rente ou encore par de fortes aimantations trans-
versales spontane´es (e´mission maser) quand, par pompage optique, c’est l’e´tat Zeeman de plus haute e´nergie du xe´non qui devient
le plus peuple´. Pour citer cet article : Denis J.-Y. Marion et al., C. R. Chimie 11 (2008).
! 2007 Acade´mie des sciences. Published by Elsevier Masson SAS. All rights reserved.
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1. Introduction
The large success encountered by liquid-state NMR
during the last three decades is inherently associated
with the robustness of the theoretical description of
the spin dynamics. Indeed the responses of nuclear
magnetization to excitations and evolutions as well as
its inductive detection are described by linear differen-
tial equations. This is allowed thanks to the statistical
reduction of the sample to one ‘‘average’’ molecule,
disregarding intermolecular couplings. The rise of static
magnetic field value and of the probeheads’ quality fac-
tor tends to break down this assumption [1]. First, the
precession of a large magnetization creates by induction
a current in the coil which, by retro-action, generates an
rf field which interacts with the magnetizationM, lead-
ing to the so-called radiation damping effect (RD) [2].
Second, the distant dipolar fields (DDFs) between mol-
ecules are not averaged out by Brownian motions and
induce, for large magnetization, many effects such as
multiple echoes [3], intermolecular coherences [4],
spectral clustering [5], cross-precession [6] and even
chaotic behavior [7,8]. During the recent years, interest
for these DDF and RD effects has moved from curiosity
to the idea that new applications could derive from these
phenomena, for instance, acquisitions of spectra and
images in inhomogeneous fields [9], non-linear amplifi-
cation of spin precession [10], contrast agent in MRI
when it is combined to RD [11] or spectroscopy with
a better sensitivity when it is used as a mechanism de-
signed to allow polarization transfer [12].
These applications have driven us to careful studies
of DDF. The exploration of DDF with thermally polar-
ized liquids is limited by the poor dipolar field
Bdip ¼ m0M they create (less than 5" 10
#8 T). Resort-
ing to polarized nuclear spin systems, such as optically
polarized noble gas, allows the preparation of much
larger dipolar fields (up to about 5" 10#5 T) and, at
least partially, to the study of large DDF in the presence
of reducedRD effects. Instead of using liquid xenon [13]
or mixture of 3He/4He [14] in low field and low temper-
ature, we are addressing these questions in high field
(11.7 T) using dissolved laser-polarized xenon. We
take benefit from the existence of solvent and solutes
to probe xenon magnetization directly by 129Xe NMR
but also indirectly by 1H NMR. We, here, report on the
main features observed on the xenon and proton spectra.
2. Materials and methods
Isotopically enriched 129Xe (96% from Chemgas)
was polarized by spin-exchange with optically pumped
Rb [15], using a home-built apparatus [16]. According
to the orientation of the quarter wave plate and the di-
rection of the static magnetic field, xenon was prepared
either with a positive or a negative spin temperature. We
needed 3e4 batches to prepare the right amount of xe-
non for the experiments reported here. The container
was transported in the fringe field of a 11.7-T magnet,
where it was heated. Polarized xenon was, then, trans-
ferred by cryo-condensation into the NMR tube of inter-
est. The latter was a 3-mm O.D. NMR tube from Cortec
closed by a J. Young valve. It contained deuterated hex-
ane (90 mL) as solvent and trans-2 pentenal as solute
(c¼ 4 mMol/L), and was previously degassed. After
xenon transfer, the tube was rapidly warmed, shaken,
thermalized at 273 K in a ice/water mixture and put
back into the high field NMR magnet. A delay of about
2 min was needed to ensure the stabilization of the mag-
netic field homogeneity and the correct tuning and
matching of the xenon and proton rf channels. Using
this protocol, polarization up to 49% in the gaseous
phase inside the NMR magnet was achieved with a
usable polarization between 10 and 25% for dissolved
laser-polarized xenon.
NMR spectra were acquired on a Bruker Avance500
spectrometer using a Bruker 1H/15N/X probe. For posi-
tive xenon spin temperature, the pulse sequence de-
picted in Fig. 1 was used. It consisted of an alternate
acquisition of proton and xenon spectra. The pulse on
the xenon channel allowed the reduction of the xenon
magnetization by an apparent factor cos q.
The protocol used to observe the spontaneous large
transverse magnetization (maser emission) consisted
of (i) the preparation of xenon with a negative spin tem-
perature obtained by spin-exchange optical pumping,
(ii) the same procedure to dissolve xenon and (iii) the
acquisition of FIDs at the xenon frequency without
any rf excitation. It was carefully checked that the
129Xe
1H
n
Fig. 1. Pulse sequence used to monitor the xenon and proton spectral
properties. A 90$ hard pulse (pulse duration of 6.2 ms) is used for
proton excitation while the hyperpolarized xenon magnetization is
reduced, thanks to pulses of angle q (pulse duration of 4 ms). The de-
lay between two consecutive proton spectra is 22.2 s and the delay
between proton and xenon pulses is 10.3 s.
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spectrometer did not emit rf excitation using such a se-
quence. For the experiment reported here, deuterated
cyclohexane (90 mL) was used as solvent for trans-2
pentenal (c¼ 3 mmol/L) and xenon, temperature was
set to 293 K.
3. Results and discussion
3.1. Xenon spectral features
The 129Xe NMR spectra of solutions containing
a large amount of laser-polarized xenon were different
from those for which xenon was thermally polarized.
Fig. 2 illustrates the variation of the spectral lines as
a function of xenon magnetization. These spectra
were acquired in alternation with the proton spectra dis-
cussed in Section 3.2 using the pulse sequence of Fig. 1.
In this experiment, xenon polarization was 0.18 for the
initial spectrum (stable state, positive spin temperature).
Xenon concentration was about 1.5 mol/L. Three fea-
tures, which changed with the polarization level, were
observed on the xenon spectra (Fig. 2).
e At high polarization, narrow lines superimposed on
the main xenon resonance line (spectrum #1 and
#5). They should result from spectral clustering ef-
fects which appeared at high magnetization. Under
the influence of distant dipolar fields and static
magnetic field inhomogeneities the statistical nu-
clear spin system organized itself in such a way
that a large number of spins precesses in a coherent
way [1,7,13,14]. As theoretically predicted [7], this
special feature was even more evident when a very
small xenon flip angle (inset of Fig. 2) was used.
e The average resonance frequency of the xenon spins
was not constant along the experiment performed
without deuterium lock. Indeed, the Larmor fre-
quency was dependent on the local magnetic field,
equal to the sum of the external magnetic field (cor-
rected by the electronic susceptibility of the sample)
and the magnetic field created by the xenon nuclear
magnetic moments, i.e. the xenon average dipolar
field [17]. The decay of xenon magnetization re-
duced the average dipolar field created by this spe-
cies, explaining the change of xenon resonance
frequency [18].
e The xenon resonance line-width was also strongly
affected by the presence of a high xenon magneti-
zation since it was narrowed by more than a factor
of three along the experiment. A small radiation
damping contribution was expected since the radi-
ation damping characteristic rate [2] was scaled
down by the low Q value of the probe, the small
filling factor (inverse 5 mm probehead with a 1.6
I.D. NMR tube) and its dependence on jgXej
3. Ex-
periments had shown that it could not explain the
whole broadening, but the interplay between the
static magnetic field inhomogeneities and the dis-
tant dipolar fields changed the contributions of
the latter along the sample, creating a distribution
of experienced average dipolar fields [18].
Due to the superimposition of clustering effect, dis-
tribution of dipolar fields, and radiation damping, this
*2 *4
20253035 Hz
#64; 23.5 min
20253035 Hz
#40; 13.8 min
20253035 Hz
#20; 6.8 min
20253035 Hz
#5; 1.5 min
20253035 Hz
#1; 0.2 min
040 Hz2060
Fig. 2. Evolution of the 129Xe resonance line shape along the experiment performed with the sequence of Fig. 1 and a xenon flip angle ofw20$.
Only 5 out of the 64 acquired spectra are shown. In inset, this xenon spectrum was acquired with a very small flip angle (w2.5$) prior to the
beginning of the experiment. The magnitude of the dipolar field Bdip was 0.46 mT according to proton measurements; this might represent a shift
of about #4 Hz for 129Xe spins (see Ref. [18] for a discussion).
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experiment clearly reveals the richness of the xenon spin
dynamics when large xenonmagnetization is present but
also the difficulty to determine the principal characteris-
tics (resonance frequency, average dipolar field) of the
spin system by exploiting xenon spectra [18].
3.2. Proton NMR spectra
The principal features of proton spectra of a solute in
the presence of large amounts of polarized xenon can be
seen in Fig. 3, obtained using the pulse sequence of
Fig. 1. If the 1H resonance line-width remained constant
along the experiment, the two other main 1H spectral
parameters were affected.
e Obviously, when the experiment was performed
without locking the magnet, the resonance fre-
quency of any proton changed according to the xe-
non magnetization. The variations were identical
for all protons as observed in Fig. 3 for aldehyde
proton (A) and methyl group (B) of trans-2 pente-
nal. This change of magnetic field experienced by
any proton resulted from the field created by xenon
magnetization,MXe [17]. The shift dH in hertz was
2pdH ¼ xgHBdip
¼#1000
m0
3
xcXeNPXegXegHZ
ð1Þ
with N the Avogadro’s number, gXe and gH the xe-
non and proton gyromagnetic ratio, cXe and PXe the
129Xe concentration in mol L#1 and polarization
level, respectively, and x was a numerical factor de-
pendent on the sample’s geometry (#1/2< x< 1).
For each peak, by fitting its resonance frequency dobs
n
observed at the nth spectrum to the function:
dn ¼ dHcos
n#1qfit þ d0 ð2Þ
where cos qfit corresponded to the xenon magnetiza-
tion losses between two consecutive proton spectra,
the maximum average dipolar fields dH experienced
by protons were determined. We found
dH¼ 9.81( 0.13 Hz and dH¼ 9.84( 0.10 Hz for
the aldehyde proton and the methyl group, respec-
tively (qfit¼ 18.8
$ ( 0.4$). Beside the perfect agree-
ment between these two fitted values, to the best of
our knowledge, this Bdip field of 4.6 mG corre-
sponded to the largest one obtained in a protocol
where the polarized system was dissolved in an usual
solvent. This field Bdip was about 20 times larger
than that created by proton water in a 10-T magnet
at room temperature. The main improvement of
this experiment relative to similar protocol we used
[18], resided in resorting to a lower-temperature ex-
periment (273 K instead or 293 K) which ensured
a higher xenon solubility [19]. A larger xenon
471047204730 Hz 520530540550 Hz
A B
t t
1 min
#10
#50
#40
#20
#60
#30
Spectrum
Fig. 3. Example of the evolution of the proton resonance line as a function of the xenon magnetization. Between two consecutive FIDs a qw 20$
hard pulse is applied on the xenon spins, reducing xenon magnetization and thus the average dipolar field and the SPINOE it creates. These 1H
spectra were obtained with the pulse sequence of Fig. 1, while the associated 129Xe spectra are presented in Fig. 2. (A) Aldehyde proton of trans-2
pentenal; and (B) methyl group of trans-2 pentenal.
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concentration could thus be obtained without requir-
ing an unsafe increase of pressure.
e Proton peak intensities were also strongly affected
by the presence of laser-polarized xenon with a pos-
itive spin temperature (Fig. 3). Signal intensities
were strongly enhanced at the beginning of the ex-
periment when compared to that at the end, i.e.
when xenon magnetization was strongly reduced
by pulses. In Fig. 4, the signal intensities of the alde-
hyde proton and of the methyl group are represented
as a function of time. The best-fit theoretical curves
to Acosn#1 qþ B are superimposed. It clearly ap-
peared that, conversely to the resonance frequency
shift, the amount of proton signal enhancement A
was dependent on the considered proton. It was
2.4 times larger for the aldehyde proton than for
the methyl group. This relative proton enhancement
hH¼ A/B results from the xenoneproton dipolar
cross-relaxation (SPINOE) [20,21]. Using a simple
linear model, it is proportional to
hHf
sXeHT
H
1MXe
MH
ð3Þ
where sXeH is the xenoneproton dipolar cross-re-
laxation rate, T1
H is the proton longitudinal self-re-
laxation time, and MH is the proton
magnetization at equilibrium, i.e. when the whole
xenon magnetization has relaxed. For a molecule
without specific interaction with xenon, the dipolar
cross-relaxation rate sXeH is governed by intermo-
lecular interaction and can thus be evaluated by
a simple translational model. Accordingly the
enhancement hH becomes linearly dependent on
the self-relaxation time of the considered proton
as experimentally confirmed [18].
Proton NMR consequently appears as a valuable
source of information on the xenon magnetization. In-
deed the frequency shifts are identical for all protons
and characterize the average xenonmagnetization along
the sample, since it only results from long-distance di-
polar interactions averaged on the whole sample. On
the other hand, the variations of the proton signal inten-
sities depend on SPINOE, which is a local effect. Even
if this enhancement is dependent on the proton longitu-
dinal self-relaxation time and of the xenon affinity to the
molecule (Fig. 3), relative variations in time or in space
along the sample allow the characterization of the local
xenon magnetization. For instance, an enhancement of
proton signal happens for xenon with positive spin tem-
perature, while xenon with negative spin temperature
induces a decrease of proton signal (Eq. (3)). The pos-
sible interest in the knowledge of the xenon magnetiza-
tion sign resides in the dependence of the frequency
shift dH on the geometric factor x, which can be either
positive or negative (Eq. (1)).
3.3. Maser emission
These experiments designed to explore the effect of
DDF and to characterize the average dipolar field in-
duced by xenon magnetization were primarily per-
formed with positive xenon spin temperature. Indeed
for negative xenon spin temperature, the magnetization
was anti-aligned with the static magnetic field, i.e. it
was in an unstable state, with the upper Zeeman level
more populated. In these conditions, any rf excitation
could excite, due to radiation damping, a larger amount
of xenon magnetization than expected. As a conse-
quence, even if similar behaviors were observed for
negative xenon spin temperature [18], this non-linear
coupling could inhibit the preceding careful analysis
designed to comparatively study the variation of
SPINOE, average frequency shifts, line broadening
and xenon signal intensities.
With the recently achieved larger Bdip values, i.e. with
the larger xenonmagnetizationMXe, the situation has be-
come even more curious. Indeed, as shown in Fig. 5, the
system became able to spontaneously create a large trans-
versemagnetization, i.e. emit a burst of rf irradiation.This
is reminiscent to maser emission. Similar spontaneous
maser effects were observed for laser-polarized 3He
[22,23] but in a situation where the optical pumping cell
was connected by diffusion to the NMR active volume.
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Fig. 4. Variation of the relative signal intensity of the aldehyde pro-
ton (filled squares) and methyl proton (open circle) as a function of
time. Between points n and nþ 1 the xenon magnetization is reduced
by a qw 20$ hard pulse. Same experiment as in Fig. 3.
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Qualitatively, this maser emission can be explained
in such a way that the presence of a large amount of xe-
non in the sample induces a non-negligible spin-noise
in the coil [24,25]. These small fluctuations of the
transverse magnetization can pass a threshold defined
by the relative weight of transverse relaxation which
tends to wash out these fluctuations and radiation
damping, which tends to amplify them by driving the
magnetization towards its stable state, i.e. aligned
with the static magnetic field [26]. When this require-
ment is achieved maser emission starts. The RD cou-
pling between the transverse magnetization and the
coil is the motor which is active when the transverse
relaxation time is longer than the characteristic RD
time [27]. When this condition stops to be valid, the
maser emission stops. Obviously, this simple model
has to be refined to take into account the collective ef-
fects present in xenon spin dynamics, which result
from DDF and lead, for instance, to the appearance
of spectral clustering.
4. Conclusions
Distant dipolar fields appear as a source of complex
spin dynamics but promising perspectives [9e12] de-
serve their careful study in order to bring their applica-
tions from specialized laboratories to the majority. In
this article, we have illustrated the variety and the com-
plexity of phenomena induced by large DDF obtained
when a large amount of laser-polarized xenon is dis-
solved. In particular, we are reporting the largest aver-
age dipolar field observed in a deuterated solvent.
This was achieved by increasing the solvent solubility
through lowering the temperature. This approach ap-
pears appealing since a larger range of diffusion coeffi-
cients or of average dipolar field can thus be explored on
the same apparatus. Experimental protocols are never-
theless complicated by always possible temperature
gradients, which might induce biases. We also show
the complementarity between proton and xenon NMR
to probe xenon magnetization. Finally, we are reporting
what we believe to be the first spontaneous maser emis-
sion observed at room temperature in a commercial
NMR spectrometer using a solute previously polarized
in a batch mode. This large spontaneous transverse
magnetization can appear when a large amount of polar-
ized xenon with the upper Zeeman level populated is
placed inside a xenon-tuned coil. A better characteriza-
tion of this type of phenomenon has been undertaken in
our laboratory and will be reported elsewhere.
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IV.3 Discussion
Cette e´tude apporte des pre´cisions sur la modiﬁcation des spectres des espe`ces en
pre´sence d’une aimantation importante dans l’e´chantillon et permet de sonder la valeur
de celle-ci.
Les eﬀets identiﬁe´s ici sur une espe`ce he´te´ronucle´aire – ici le proton – sont tout a`
fait comparables a` ceux d’un champ moyen : comme de´crit en II, l’aimantation M du
xe´non cre´e un champ dipolaire Bd dont la partie statique se superpose au champ B0
et qui provoque donc un de´calage des fre´quences de toutes les espe`ces he´te´ronucle´aires S
d’une quantite´−γSBd. Cependant, les eﬀets constate´s sur une aimantation he´te´ronucle´aire
peuvent eˆtre plus complexes [49], du fait de la de´pendance du champ dipolaire globale
vis-a`-vis de la ge´ome´trie de la distribution des spins, donc du facteur ξ, et de la capacite´
qu’a une forte aimantation M a` briser son homoge´ne´ite´ spatiale, dans le cas d’apparition
d’e´missions maser. De la meˆme manie`re, la non-concordance d’une expe´rience a` l’autre
entre le signe d’accroissement des raies par eﬀet SPINOE et le signe du de´calage de la
fre´quence de re´sonance du proton (cf. chapitre VI) est une autre preuve tendant a` montrer
que la vision d’un champ moyen ne peut donc eˆtre maintenue dans ce cas-la`.
Les eﬀets homonucle´aires recense´s ici concernent a` la fois la forme, le de´calage en
fre´quence et la largeur de la raie de re´sonance du xe´non. La forme est aﬀecte´e par le
phe´nome`ne de regroupement spectral, qui se caracte´rise par l’apparition de pics tre`s ﬁns
sur le spectre du xe´non, de largeur a` mi-hauteur infe´rieure a` 0, 1 Hz. Les deux articles
re´ve`lent par contre que l’eﬀet de la forte aimantation sur la largeur du spectre et le
de´calage de la fre´quence centrale ne correspond pas a` celui attendu. En supposant que
les spins sont tous identiques, le de´calage the´orique devrait eˆtre e´gal a` −3/2γXeBd ; en
supposant a` l’inverse que les disparite´s de de´placement chimique sont trop fortes, une
partie non ne´gligeable des termes de ﬂip-ﬂop doivent eˆtre exclus du calcul de Bd, on
obtient un de´calage e´gal a` −γXeBd. Les articles pre´ce´dents montrent que la situation est
un interme´diaire, avec un de´calage compris syste´matiquement entre ces deux valeurs selon
les expe´riences, mais non reproductible d’une fois a` l’autre. Si l’on e´carte l’hypothe`se d’une
distribution due aux variations thermiques d’une expe´rience a` l’autre, aucun mode`le ne
permet d’expliquer ce comportement.
La largeur de raie du xe´non est elle aussi de´pendante de la polarisation P de celui-
ci. L’eﬀet observe´ est contraire a` celui constate´ en RMN des solides, pour laquelle on
constate un aﬃnement de la raie avec P (cf. II.1 et [16]). Ici au contraire, la largeur de
raie a` mi-hauteur augmente d’un facteur 1,5 entre P=1% et 10%, et cet eﬀet ne peut
donc pas eˆtre attribue´ a` l’e´largissement dipolaire. L’eﬀet d’amortissement cohe´rent et les
instabilite´s apparaissant apre`s des impulsions d’angle important peuvent certes contribuer
a` cette variation [23, 25], mais la tre`s faible de´pendance de la largeur de raie en θ pour
une gamme d’impulsions allant de θ = 1, 5° a` 20°, constate´e expe´rimentalement, impose
de chercher un autre cause.
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Fig. IV.1 – Spectre 1H du trans-2-pentenal dans C6D12 (deute´re´ a` 99.6%)
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IV.4 Spins identiques ou spins diffe´rents
Examinons plus pre´cise´ment la conjecture explique´e en page 10 du premier article.
Celle-ci sugge`re que l’e´largissement peut eˆtre duˆ a` l’addition, pour chaque pulsation ω, de
deux de´calages fre´quentiels :
• un de´calage duˆ aux spins de fre´quence de re´sonance ω′ tre`s proche de ω, de´calage
pour lequel le facteur 3/2 doit eˆtre pris en compte,
• un de´calage duˆ a` tous les autres spins qu’on peut conside´rer comme he´te´ronucle´aires
par rapport aux spins de de´placement chimique ω.
Un premier mode`le
Il est possible de majorer la contribution due aux spins homonucle´aires et de pulsation
de re´sonance ω donne´e. Supposons qu’un spin I ayant ω pour de´placement chimique soit
situe´ au point r0, et qu’un spin S de meˆme rapport gyromagne´tique γ et de de´placement
chimique ω′ soit e´loigne´ de I d’une distance r. E´tendons la condition de non-troncature
du couplage dipolaire HIS a` dix fois sa limite :
|ω′ − ω| < 10 · δIS (IV.1)
On peut majorer le couplage dipolaire δIS par :
|δIS| < 2∆
r3
, ∆ =
µ0γ
2
~
4π
Supposons que la distribution initiale des de´placements chimiques – sans tenir compte
des eﬀets dipolaires – dans la re´sonance des spins de rapport gyromagne´tique γ est une
Lorentzienne d’e´talement ∆ω :
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L(ω) =
n
π∆ω
1
1 +
ω − ω0)2
Deltaω2
(IV.2)
Supposons de plus que cette distribution soit valable a` toute e´chelle de distance, c’est-a`-
dire que pour tout volume inﬁnite´simal dV de l’e´chantillon, la distribution spectrale des
ndV soit encore L(ω). De`s lors la contribution au de´calage en fre´quence de I due aux
spins situe´ a` une distante r (a` dr pre`s) et de couplage dipolaire non tronque´ peut eˆtre
majore´e par :
1
2
r2
2∆
r3
L(ω)dr · 202∆
r3
P = 10
µ20~
2γ4
2π2r4
L(ω)Pdr
Le de´calage duˆ aux spins partageant un couplage dipolaire non tronque´ avec les spins de
fre´quence de re´sonance ω, au total et apre`s inte´gration sur r, est infe´rieur a` :
Sno-corr =
10µ20~
2γ4n
6π3d3∆ω
P
ou` d est la plus petite distance d’approche entre deux spins pour laquelle un couplage
dipolaire ne peut pas eˆtre conside´re´ comme moyenne´ a` 0 par le mouvement brownien.
W.S. Warren fait ge´ne´ralement l’approximation [17] que cette distance d est de l’ordre
de 10 a` 100 µm, selon la viscosite´ du solvant et la concentration du produit e´tudie´. Or,
pour 1 µm, le de´calage engendre´ est de´ja` infe´rieur1 a` 4 · 10−7 Hz. Ce calcul invaliderait
donc la conjecture e´mise lors de la re´daction des articles et stipulant que la variation de la
largeur de raie pourrait eˆtre due a` une modulation des de´calages de chaque pulsation, donc
a` une convolution de la largeur de raie initiale par un de´calage dipolaire proportionnel a`
L(ω).
Corre´lation spatiale du champ
Le calcul qui pre´ce`de est base´ sur l’homoge´ne´ite´ spatiale de la distribution des fre´-
quences de´crite plus haut ; or, il est peu raisonnable physiquement de dire que les fre´-
quences peuvent varier tre`s rapidement entre deux points tre`s proches de l’e´chantillon : si
en un point r0 la pulsation des spins vaut ω±δω ou` δω est l’e´largissement dipolaire et non
duˆ a` l’inhomoge´ne´ite´ locale du champ B0, il existe une corre´lation – due a` la continuite´
du champ statique – entre ω et la pulsation centrale des spins au point r0 + r interdisant
a` celle-ci de s’e´carter trop rapidement de ω. En pratique, on peut supposer qu’a` courte
distance (r = ||r|| < l, l e´tant de´ﬁni comme la distance caracte´ristique pour laquelle
les valeurs du champ en deux points de l’espace sont de´corre´le´es, du fait de la pre´sence
d’inhomoge´ne´ite´s ale´atoires du champ statique B(r) = B0 +Binh(r)), la distribution des
fre´quences suit une loi normale :
Nr(ω
′) =
2nl√
π∆ωr
e
(ω′−ω)2
(∆ωr/l)2 (IV.3)
1Calcul re´alise´ pour une polarisation de 20%, et une distribution lorentzienne de ∆ω = 1 Hz, chiffres
comparables aux conditions expe´rimentales de´crites dans les pre´ce´dents articles
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Si le champ statique varie peu sur une distance de l’ordre de quelques longueurs d
(l > d), le calcul pre´ce´dent est modiﬁe´ : il y a un nombre non ne´gligeable de spins Sj
situe´s a` une courte distance (comprise entre d et l) du spin I et de de´placement chimique
comparable a` ω, pour lesquels le couplage dipolaire ne peut eˆtre tronque´. La contribution
au de´calage en fre´quence d’un spin I de de´placement chimique ω par les spins situe´s a` r
(a` dr pre`s) et de de´placement chimique ω′ ve´riﬁant vis-a`-vis de I la condition IV.1 peut
eˆtre e´value´e2 comme :
∫ ω+ 10∆
r3
ω− 10∆
r3
∆
r3
4πr2Nr(ω
′)Pdω′dr =
4µ0γ
2
~nlP√
π∆ωr2
∫ +∞
0
∫ a(r)
0
e
2
∆ωr/l)2 dudr
ou` a(r) = 10∆/r3. On peut encore l’e´crire sous la forme :
4µ0γ
2
~nP√
πr
G(b(r))dr
avec b(r) = 10∆l/∆ωr4 et ou` G est la fonction de Gauss de´ﬁnie comme :
G(x) =
∫ x
0
e−t
2
dt (IV.4)
La contribution totale de ces spins vaut donc, apre`s inte´gration par rapport a` r entre
d et L, ou` L est la plus grande distance pour laquelle l’application de la loi normale IV.3
a encore un sens :
µ0γ
2
~nP
sqrtpi
∫ L
d
mathcal(b(r))
dr
L’e´valuation de la fonction b(r) nous permet d’aﬃrmer que sur l’intervalle conside´re´ et
quelles que soient les valeurs – re´alistes – prises pour l, sur l’intervalle d < r < L,
(b(r)) ≈ b(r) avec une tre`s bonne approximation. Finalement la contribution de ces spins
est donc de l’ordre de
Scorr =
5µ20~
2γ4nlP
4π2
√
π∆ωd4
en Hz
et il est inte´ressant de constater que cette valeur ne diﬀe`re de la valeur calcule´e pre´ce´dem-
ment que d’un facteur :
Scorr = 3π
√
pi · l/d · Sno-corr
or d ne peut eˆtre infe´rieure a` 100 nm du fait de la concentration et du mouvement brow-
nien, et l ne peut physiquement pas de´passer le millime`tre, ce qui ne permet gue`re de
de´passer une modulation du de´calage fre´quentiel de 0, 07 Hz (soit 7% de ∆ω) dans le
meilleur des cas.
2En omettant la de´pendance angulaire et ge´ome´trique en θ et ξ
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Conclusions sur ces deux mode`les
Tous comptes faits, les calculs pre´ce´dents nous conduisent a` conclure que, meˆme en
tenant compte d’une e´ventuelle corre´lation spatiale (de grain l) dans la distribution spec-
trale, il est impossible de de´crire l’e´largissement spectral visible sur le spectre du xe´non
dans les articles pre´ce´dents par une quelconque modulation des de´calages en fre´quence
dus aux eﬀets dipolaires. En somme, quel que soit le spin i qu’on puisse conside´rer, en
reprenant l’e´quation II.8 :∑
j ≃ i
δij ≪ M1 (IV.5)
ou` j ≃ i signiﬁe que les spins Ii et Ij sont des spins identiques ou « like spins », c’est-a`-dire
que leurs de´placements chimiques sont suﬃsamment proches pour ve´riﬁer IV.1.
Il reste que la conclusion de ce calcul va a` l’encontre d’autres expe´riences, notamment,
l’expe´rienceGoldman-Desvaux, qui prouve qu’il y a eﬀectivement un nombre important
de spins devant eˆtre conside´re´s comme « like » ; il est donc clair qu’une des hypothe`ses
ci-dessus n’est pas valable. Ainsi, les calculs pre´ce´dents ont e´te´ mene´s en admettant une
condition tre`s laˆche sur la re´partition spatiale du champ et les conditions de couplage fort.
En particulier, nous avons suppose´ des raies Zeeman des atomes de xe´non qu’elles
posse´daient une ﬁnesse inﬁnie (relaxation inﬁnie). Si, au contraire, on tient compte de la
largeur de ces niveaux, naturellement e´largis par exemple par l’ensemble des niveaux des
atomes de xe´non, dans le calcul du nombre de spins conside´re´s comme identiques, il est
tre`s probable que la conclusion re´sume´e par l’e´quation IV.5 devienne fausse, permettant
de ce fait d’expliquer les expe´riences base´es sur l’existence de recouplages importants entre
spins identiques.
Il est enﬁn e´galement possible que l’ope´ration de se´paration des moyennes de type
〈IzSz〉 = 〈Iz〉〈Sz〉 ne puisse eˆtre faite syste´matiquement (cf. par exemple le passage entre
les e´quations (9) et (10) du premier article de cette partie). Nommons ρa (resp. ρb) et Tra
(resp. Trb, Tra,b) la restriction a` l’espace Ia (resp. Ib, Ia⊗ Ib) respectivement de la matrice
densite´ et de l’ope´rateur Tr. Calculons par exemple la diﬀe´rence entre 〈SazSbz〉 et 〈Saz 〉〈Sbz〉
pour deux spins Sa et Sb identiques et indiﬀe´renciables :
〈(Saz − 〈Saz 〉1a)Sbz〉 = Tra,b[(Saz − (TraSazρa)1a)Sbzρa,b]
= Tra,bS
a
zS
b
zρa,b − TraSazρa · Tra,b1aSbzρa,b
= Tra,bS
a
zS
b
zρa,b − TraSazρa · TrbSbzρb
Ces deux quantite´s ne sont e´gales que dans le cas ou` ρa,b = ρa ⊗ ρb. Or, comme on l’a
vu en II.3.2, cette factorisation de la matrice densite´ ρa,b ne peut eˆtre re´alise´e que si
tous les spins a et b sont de´corre´le´s. Cette condition, hors du formalisme de la mole´cule
moyenne, pour un tre`s grand nombre de spins, n’est pas syste´matiquement re´alise´e. La
se´paration des traces n’a donc pas force´ment un sens lorsqu’on conside`re un ensemble de
spins indiﬀe´renciables et partiellement corre´le´s comme cela peut eˆtre le cas pour l’ensemble
des spins de xe´non. Ceci pourrait donc expliquer la diﬀe´rence constate´e entre la valeur
attendue du de´calage de la fre´quence de xe´non avec la polarisation et les valeurs observe´es
expe´rimentalement, qui peuvent e´ventuellement varier en fonction de l’e´tat de corre´lation
des spins de xe´non.
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Chapitre V
L’expe´rience SPIDER
V.1 Introduction
V.1.1 Le transfert de polarisation en RMN
Si l’e´tude des spectres de gaz hyperpolarise´s a de´ja` trouve´ certaines applications en
imagerie ou en spectroscopie [32, 50–58], un champ tre`s important d’utilisation concerne
les transferts possibles de leur polarisation vers des espe`ces d’inte´reˆt chimique, notamment
le proton.
Les expe´riences de transfert de polarisation en RMN ou en RPE ont pour but d’obtenir
des informations sur un noyau peu polarise´, a` partir de la polarisation d’une espe`ce de rap-
port gyromagne´tique plus grand ou de polarisation transitoirement plus e´leve´e. L’analogie
avec la thermodynamique est tre`s instructive : un ensemble statistique de spins homonu-
cle´aires de polarisation donne´e constitue un thermostat a` sa tempe´rature de spin associe´e
Ts. Si l’on met en sa pre´sence un autre syste`me thermodynamique de capacite´ thermique
beaucoup plus petite, ce dernier aura au bout d’un temps inﬁni une tempe´rature de spin
e´gale. Il faut pour cela un couplage entre les deux syste`mes par lequel l’e´quilibre des
tempe´ratures peut eˆtre re´alise´. Dans le cas de la RMN, ce transfert peut eˆtre strictement
non-cohe´rent (relaxation croise´e) ou bien de nature cohe´rente (polarisation croise´e par
Hartmann-Hahn en solide, spider) selon que l’hamiltonien de couplage est ale´atoire ou
non, de moyenne temporelle nulle ou pas.
V.1.2 SPINOE et DNP
Ces deux expe´riences sont base´es sur l’utilisation d’une espe`ce transitoirement hyper-
polarise´e : dans le cas du spinoe (« Spin-Polarization Induced by Nuclear Overhauser
Eﬀect »),c’est le spin du noyau du 129Xe qui sert de source de polarisation, dans le cas de
la dnp (« Dynamic Nuclear Polarization »), il s’agit d’une espe`ce chimique posse´dant des
e´lectrons ce´libataires dont la transition a e´te´ sature´e par irradiation.
La dnp invente´e dans les anne´es 1950 a e´te´ applique´e a` l’e´tude des syste`mes biolo-
giques par R.G. Griffin a` l’e´tat solide [59] puis (indirectement) liquide [60, 61]. Elle
permet un accroissement important de la polarisation des noyaux, d’un facteur parfois
supe´rieur a` plusieurs centaines [60]. Un obstacle important a` l’emploi de cette me´thode
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est le ne´cessaire passage a` l’e´tat solide pour obtenir un transfert eﬃcace entre les e´lectrons
et les noyaux (cf. ﬁgure V.1) : si l’on veut e´tudier des cellules, des organites complexes, ou
meˆme des macromole´cules a` l’e´tat liquide aﬁn de de´terminer les diﬀe´rentes dynamiques
mole´culaires, il est ne´cessaire de congeler un nombre important de fois l’e´chantillon, ce
qui peut endommager ces structures.
Figure 1. DNP CP pulse sequence. Continuous-wave microwave
Fig. V.1 – D’apre`s [59]. Se´quence dnp permettant l’e´change de polarisation entre les
e´lectrons et le proton puis entre les protons et les autres noyaux dans un e´chantillon RMN.
————–
L’expe´rience spinoe [62], re´alise´e par l’e´quipe deA. Pines est un exemple de transfert
de polarisation non cohe´rent en phase liquide entre du xe´non hyperpolarise´ dissous et les
protons pre´sents dans la solution. Ce transfert est base´ sur la relaxation croise´e entre
les deux espe`ces ; l’augmentation de la polarisation d’un proton de´pend donc en r−6 de
la distance aux spins de xe´non les plus proches, et ne peut eˆtre eﬃcace que pour les
protons « accessibles » au xe´non (chaˆınes late´rales des acides amine´s implique´s dans
la conformation d’un site de prote´ine ou protons a` la surface de macromole´cules par
exemple). Inversement, il existe donc des protons dont le signal ne peut eˆtre accru car ils
sont inaccessibles au xe´non en solution.
Fig. V.2 – D’apre`s [51]. Visualisation de l’effet spinoe : spectres 1H de cryptophane en
pre´sence de 129Xe hyperpolarise´ (spectre du haut : Ts > 0 ; spectre du bas : Ts < 0). La
diffe´rence des deux fait apparaˆıtre les protons en interaction proche avec le xe´non.
————–
L’ide´e fondatrice de l’expe´rience spider est de coupler un proton non plus avec les
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plus proches xe´nons par le biais de la relaxation croise´e, mais avec l’ensemble des atomes
de xe´non de la solution par l’interme´diaire du couplage dipolaire a` longue distance par
une se´quence de polarisation croise´e. Si l’on veut mettre en place un transfert eﬃcace
et cohe´rent de polarisation, il est en eﬀet ne´cessaire, d’apre`s la re`gle d’or de Fermi, de
croiser les niveaux Zeeman des deux espe`ces en pre´sence : 1H et 129Xe. Ceci est re´alise´ au
moyen d’un double « spin-lock », a` savoir une impulsion de 90° suivie d’une irradiation de
Hartmann-Hahn avec un champ radiofre´quence a` la re´sonance de chaque espe`ce, et d’axe
tournant coline´aire avec la direction de l’aimantation de l’espe`ce en question. On irradie
le xe´non avec un champ d’une intensite´ BXe = ω1/γXe a` sa fre´quence de re´sonance ω
Xe
0 ,
et le proton avec un champ BH = ω1/γH a` sa fre´quence de re´sonance ω
H
0 . La se´quence
moist(x,-x) [63] utilise´e dans une partie des expe´riences spider de´crites dans l’article
ci-apre`s est pre´sente´e en ﬁgure V.3.
129
Xe
1
H
Spin-lock
y -y
x -x
τ
m
Fig. V.3 – Se´quence moist(x,-x) utilise´e dans spider comme se´quence de recouplage de
Hartmann-Hahn entre le xe´non et les protons.
————–
Supposons que les protons soient suﬃsamment peu concentre´s dans l’e´chantillon pour
que l’on puisse appliquer dans leur cas le formalisme de la mole´cule moyenne ; on conside`re
alors un seul proton (note´ spin I) entoure´ d’un bain de N spins de xe´non (note´s chacun
Si). Durant l’irradiation, si l’on applique le double changement de repre´sentation associe´
a` l’ope´rateur unitaire
U = exp
(
ıωI0tIz
)
exp
(
ı
∑
ωS0 tS
i
z
)
l’hamiltonien eﬀectif H˜ dans ce double re´fe´rentiel tournant est semblable a` la somme
d’un hamiltonien Zeeman et d’un hamiltonien dipolaire, sauf que dans cette nouvelle
repre´sentation, les fre´quences Zeeman sont e´gales pour 1H et pour 129Xe :
H˜ = ω1IZ + ω1
∑
i
SiZ + H˜d
Si l’on utilise des irradiations suﬃsamment fortes, le couplage dipolaire peut eˆtre traite´
comme une perturbation au premier ordre de l’hamiltonien radiofre´quence. Il permet le
transfert d’e´nergie qui assure la thermalisation des protons a` la tempe´rature de spin Ts
du xe´non dans son re´fe´rentiel tournant.
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Abstract. Peculiar nuclear spin systems can be polarized at a level of thousands times the value obtained
at thermal equilibrium, for instance by optical pumping. When concentrated, these systems create a size-
able average dipolar field which is experienced by any nuclear spin. We propose to use these distant dipolar
fields for performing a polarization transfer in the Hartmann-Hahn conditions. We report the maximum
enhancement value calculated using the spin temperature approach and first theoretical insights on the po-
larization transfer rate. Using, as an example, dissolved laser-polarized xenon, we show that by spin-locking
both xenon spins and a proton spin of a solute, the polarization of the latter is enhanced. This is obtained
without the existence of chemical interaction between the two entities and with characteristic rising time
not directly correlated to the proton self-relaxation time. By its generality and its non-local feature, this
approach could make possible nuclear magnetic resonance spectroscopy on very dilute systems.
PACS. 82.56.-b Nuclear magnetic resonance – 76.70.-r Magnetic double resonances and cross eﬀects –
82.56.Jn Pulse sequences in NMR – 32.80.Bx Level crossing and optical pumping
1 Introduction
Liquid-state nuclear magnetic resonance spectroscopy
(NMR) is a very powerful method for chemical analy-
sis [1]: basically, the sensitivity of the resonance frequency
of a given nucleus to its surrounding gives access to the
chemical function, the scalar coupling between nuclei en-
ables characterization of the through-bond connectivity
network, and the monitoring of dipolar cross-relaxation
allows 3D structure determination. It remains that the in-
herent sensitivity of NMR relative to other spectroscopies
is low. This arises from the small involved energies, which
induce poor nuclear polarization and detection at low fre-
quencies [2]. As a consequence, NMR studies of sub mi-
cromolar solutions or real tests of quantum computing by
liquid-state NMR [3] are beyond the present capabilities.
Beside new detection schemes [4–6] which fields of appli-
cation are for the present time limited, the technical so-
lutions used to improve the signal to noise ratio with in-
ductive detection consist in increasing the static magnetic
field B0 and/or designing new probeheads and electronic
a e-mail: hdesvaux@cea.fr
b Present address: Service de Chimie Inorganique et
Biologique, 17 avenue des Martyrs, CEA/Grenoble, 38054
Grenoble, France.
detection circuits. Nevertheless the former solution, which
was systematically exploited since the early days of NMR,
is inherently limited by the properties of magnetic mate-
rials [7]. Nowadays, even for protons of high gyromagnetic
ratio γI , the nuclear thermal polarization PI
PI = tanh
γIB0
2kT
(1)
at room temperature T is smaller than 8 × 10−5 in the
highest NMR spectrometer magnets. Various methods
such as optical pumping [8], dynamic nuclear polariza-
tion [9,10] or use of parahydrogen [11] can provide nu-
clear spin systems with very high polarization PS (> 0.01)
inducing huge signal enhancement factor (KS > 10
3)
relative to the thermal equilibrium one, but only on
specific atoms or molecules. In 1996, Navon et al. [12]
proposed the SPINOE method which benefits from the
dipolar cross-relaxation to transfer the polarization of dis-
solved laser-polarized xenon to other nuclei. A decade
later, this approach appears to be eﬃcient only for so-
lute molecules exhibiting aﬃnity for xenon [13–16]. We
describe here a completely diﬀerent approach, in which
the highly polarized spin system transfers its polarization
to the solute nuclear spins of interest using the distant
dipolar fields the former creates. These coherent interac-
tions are used to couple the two nuclear spin systems. The
Article published by EDP Sciences and available at http://www.edpsciences.org/epjap or http://dx.doi.org/10.1051/epjap:2006107
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polarization transfer is performed through dipolar recou-
pling obtained by radio-frequency (rf) irradiations in the
Hartmann-Hahn conditions. Since the present approach
is based on long-distance dipolar interactions, aﬃnity be-
tween the highly polarized spin system and the solute is
not required. Thus any molecule can benefit from the sig-
nal enhancement. After having described the principle of
this experiment, we report in the present paper the cal-
culation of the expected 1H signal enhancement based on
the spin temperature model. We, then, theoretically tackle
the problem of the polarization transfer rate, revealing the
complexity of the dynamics in this spin system. Finally we
report first experimental illustrations of this approach us-
ing laser-polarized xenon as highly polarized system.
2 Theoretical principles of the experiment
2.1 Concept
Any given spin experiences dipolar fields created by all
its neighbors. Since each of these interactions depends on
the angle between the involved internuclear vector and
the static magnetic field direction, the molecular Brow-
nian motion, present in liquids, averages out short-range
contributions but long-range dipolar interactions remain.
The given spin consequently experiences a sum of long
distance dipolar eﬀects which has a negligible eﬀect, ex-
cept when the concentration and/or the polarization are
large [17].
For instance, the average dipolar field superimposes
to the static magnetic field, and typically a protonated
solvent such as water in a standard NMR tube located
inside a 14 T magnet at 293 K produces a field of 2 ×
10−8 T [18]. Thus, the resonance frequencies of all protons
are shifted by about 0.8 Hz depending on the direction of
the solvent magnetization. Resorting to a highly polarized
spin system allows the preparation of much larger average
dipolar fields [19]. Indeed the shift δ, given by [18]:
δ = −µ0
3
1000 ξcSNPSγSγI (2)
appears to be linearly dependent on the concentration cS ,
the polarization PS and the gyromagnetic ratio γS of the
source of dipolar field. Finally N is the Avogadro’s num-
ber, µ0 the vacuummagnetic permeability and ξ is a factor
dependent of the sample geometry (−1/2  ξ  1).
During the last decade many other eﬀects created by
distant dipolar fields in high resolution NMR have been
reported: detection of cross-peaks in 2D CRAZED spec-
tra between spins of diﬀerent molecules [17], even lo-
cated inside distinct containers [20], cross-precession af-
fecting the observed splitting between protons in scalar
coupling [21], chaotic behavior [22–25], polarization trans-
fer [26,27], precession frequency determination by remote
detection [27], . . . All these eﬀects result from intermolec-
ular coherences evolving under the influence of long range
dipolar Hamiltonians [28–30].
Polarization transfer based on free evolutions under
the influence of dipolar interactions presents the draw-
back to lead to anti-phase coherences which need to
be refocused. Hence, a polarization transfer depends on
the two distant dipolar fields, created by each of the
two species, respectively. It has consequently been devel-
oped for a two-species systems which concentrations are
high [26,27]. In contrast, we suggest here to achieve this
polarization transfer by using a Hartmann-Hahn recou-
pling scheme [31], i.e. in the presence of simultaneous on-
resonance rf irradiations of matched amplitudes applied
on the source and solute spins. Thus in-phase polarization
transfer under the influence of distant dipolar fields be-
comes possible. We suggest to call this experiment by the
acronym SPIDER for Spin-Polarized InduceD Enhance-
ment by Hartmann-Hahn dipolar Recoupling. Essentially,
the key idea is to suﬃciently match the energy levels of the
proton and highly polarized spin systems in the rotating
frame by adjusting the rf amplitudes, in order to mix the
states, through the influence of the distant dipolar fields.
2.2 Formal description
For deriving a theoretical description of the SPIDER ex-
periment, we consider, without loss of generality, a spin
system composed of, for the source of polarization, n spins
Sk, let say xenon, and, for the solute spin, of one proton I.
In the absence of rf irradiations, the full spin Hamiltonian
is:
H =
n∑
k=1
ωSS
k
z + ωIIz +
n∑
k=1
HSkI +H
SS
dip (3)
where we have successively, the Zeeman static
Hamiltonians, the xenon-proton dipolar interactions
HSkI and the homonuclear xenon-xenon dipolar inter-
actions H SSdip . In a first step, we shall split the dipolar
Hamiltonians according to their time properties: (i)
those which are randomly time-dependent due to the
Brownian motion and which contribute to dipolar self-
and cross-relaxation, leading for instance to SPINOE;
(ii) those which are “static” since the two spins are too
distant for their dipolar interaction to be averaged by
the translational diﬀusion motion. The n xenon spins
are consequently split in n − N located in a volume
close to the proton for which the dipolar interactions are
fully averaged out, and N spins for which static dipolar
contributions, which can be truncated relative to the
static Zeeman interaction, remain (Fig. 1). Considering
only the non-random Hamiltonian, equation (3) becomes:
H =
n∑
k=1
ωSS
k
z + ωIIz +
N∑
k=1
H
′
SkI +H
′SS
dip (4)
with the truncated dipolar interactions H ′SkI :
H
′
SkI =
µ0
4π
γIγS
r3
SkI
1− 3 cos2 θSkI
2
2Skz Iz
= dkS
k
z Iz (5)84
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Fig. 1. Schematic representation of the nature of dipolar inter-
actions between xenon (filled circles) and proton (open circle)
spins. In the gray area, the n−N heteronuclear Xe-H dipolar
interactions are averaged out by the Brownian motions. The N
other xenon spins are located outside inducing “static” dipolar
interactions (solid lines). Now considering xenon-xenon inter-
actions, typically some interactions, as illustrated by the dotted
lines, are averaged out by the Brownian motions (even if the
two spins belong to the N set) inducing cross-relaxation while
others (dashed lines) are “static” inducing cross-polarization.
As illustrated in this figure, in fact the n xenon spins have to
be considered.
where θSkI is the angle between the internuclear vector−−→
SkI of length rSkI and the static magnetic field direction.
H ′
SS
dip is the sum of all static xenon-xenon dipolar interac-
tions after truncation relative to the Zeeman Hamiltonian
(see Sect. 2.4.2 and Fig. 1 for a discussion on which xenon
spins have to be considered).
Considering as an example, the free transverse evolu-
tion of the proton spin, one obtains:
d
dt
〈I+〉 = ıωI〈I+〉+ ı
N∑
k=1
dk〈Skz I+〉
= ıωI〈I+〉+ ı〈I+〉
N∑
k=1
dk〈Skz 〉
= ı(ωI + 2πδ)〈I+〉 (6)
where we have used the fact that there is no correlation
between distant spins [28], and where δ is the average
dipolar field created by the xenon spins (Eq. (2)). 2πδ is
in fact equal to the first moment M IS1I of the heteronuclear
dipolar interaction. Equation (6) proves that the preces-
sion frequency of the proton is influenced by the distant
dipolar fields created by xenon spins.
When we apply on resonance rf irradiations, the non-
random Hamiltonian becomes
H =
n∑
k=1
ωSS
k
z + ωIIz + 2ω
S
1 cosωSt
n∑
k=1
Skx
+2ωI1 cosωItIx +
N∑
k=1
dkS
k
z Iz +H
′SS
dip. (7)
So in the doubly rotating frame (unitary transforma-
tion by U = exp ı(ωItIz +
∑n
k=1 ωStS
k
z )), the eﬀective
Hamiltonian H˜ is:
H˜ = ωS1
n∑
k=1
Skx + ω
I
1Ix + H˜
′
SS
dip +
N∑
k=1
dkS
k
z Iz . (8)
The last term of equation (8) does not commute with the
Zeeman interaction in the rotating frame and induces the
polarization transfer. In the following we shall denote OZ
the eﬀective field axes in the rotating frame, which are
parallel to Ox. In this rotating frame, we have to truncate
the dipolar interactions relative to these Zeeman interac-
tions, since |dk| ≪ |ωI,S1 |. Hence:
H˜ = ωS1
n∑
k=1
SkZ + ω
I
1IZ + H˜
′
SS
dip
+
N∑
k=1
dk
4
(Sk+I− + S
k
−
I+). (9)
Obviously the last term ensures an eﬀective coupling be-
tween the two baths, when the Hartmann-Hahn condition:
|ωI1 − ωS1 |  |dk| (10)
is fulfilled1. More rigorously and using analogy with
cross-polarization in solids, the diﬀerence between proton
and xenon rf field amplitudes should be smaller than about
the square root of the second moment M IS2I created by
the heteronuclear dipolar interactions on the proton (see
Sect. 2.4.1 and Ref. [32]). Finally the term H˜ ′
SS
dip in equa-
tion (8) ensures the existence of a real xenon spin bath to
which the proton is coupled (see Fig. 1 and Sect. 2.4.2).
2.3 Limit value of the 1H signal enhancement
The spin temperature model allows the calculation of the
maximum 1H signal enhancement disregarding the eﬀects
of relaxation and its comparison to the polarization trans-
fer rate. For this, the large polarization of the xenon spin
requires special attention, since the high temperature ap-
proximation can become invalid (PS > 0.1 in our exper-
iments). At thermal equilibrium and assuming a low po-
larization, the density matrix is:
σth =
exp(−βLH )
Tr(exp(−βLH )) ≃
1− βLH
2n+1
=
1
2n+1
(
1−
n∑
k=1
βLωSS
k
z − βLωIIz
)
(11)
where βL = /kT is the inverse spin temperature of the
lattice. In these conditions, the xenon signal after a 90◦
1 If we do not assume that the rf irradiations are applied
on-resonance, their amplitudes have to be replaced by the ef-
fective field amplitudes ΩI,S =
√
ωI,S
1
2
+∆2I,S, where∆I,S are
the frequency oﬀsets. Moreover the coupling is scaled down by
the factor (sinϑI sinϑS) with ϑI,S = arctan(ω
I,S
1
/∆I,S).85
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hard pulse along Oy which transforms σth in σ
′
th is pro-
portional to:
〈Sx〉 = Tr
(
σ′th
∑
k
Skx
)
= −βLωS
2n+1
∑
k,l
Tr(SkxS
l
x)
= −nβLωS
4
. (12)
For a laser-polarized xenon sample, the xenon density
matrix is:
σpol =
exp
(−βpolωS ∑k Skz )
2n+1 coshn
βpolωS
2
=
1
2n+1
(
1− 2 tanh βpolωS
2
∑
k
Skz
+multispin coherences
)
(13)
where the multispin coherences are intermolecular coher-
ences of types SkzS
l
z, S
k
zS
l
zS
m
z , . . . We can deduce the
laser-polarized xenon signal:
〈Sx〉 = Tr
(
σ′pol
∑
k
Skx
)
= −n
2
tanh
βpolωS
2
(14)
where σ′pol is the density matrix after a 90
◦
y hard pulse.
From the xenon signal enhancement factor KS, the spin
temperature of polarized xenon can be deduced:
βLωSKS = 2 tanh
βpolωS
2
. (15)
During the Hartmann-Hahn transfer and for a time
short relative to the self-relaxation times, the energy of
the spin system is conserved [32–35]. But due to the dipo-
lar coupling the xenon and proton baths will converge to-
wards the same spin temperature in the rotating frame.
In this representation, we assume for simplicity that the
Zeeman Hamiltonian ωS1
∑
k S
k
Z + ω
I
1IZ is large relative
to the dipolar energy contribution. The energy is conse-
quently:
〈H 〉 = Tr
(
σi(ω
S
1
∑
k
SkZ + ω
I
1IZ)
)
= Tr
(
σf (ω
S
1
∑
k
SkZ + ω
I
1IZ)
)
(16)
where σi and σf are the density matrices at the beginning
and end of the irradiation2. Using equation (13), assum-
ing a saturated proton magnetization at initial time and
2 In this energy conservation, we consider the n xenon spins
and not the restricted number N of xenon spins in static
dipolar interactions with proton, since the existence of secu-
lar cross-relaxation between xenon spins and of static Xe-Xe
dipolar interactions (cf. Sect. 2.4.2) ensures that the xenon spin
bath comprises all spins.
denoting β′pol the xenon inverse spin temperature in the
rf irradiation of amplitude ωS1 , one finds for the energy at
initial time:
〈H 〉 = −n
2
tanh
β′polω
S
1
2
(17)
β′pol is deduced from the expression of the density matrix:
β′pol =
ωS
ωS1
βpol. (18)
At the end of the spin-lock, based on the spin temper-
ature model, the energy conservation indicates:
〈H 〉 = −n+ 1
2
tanh
β′fω
S
1
2
(19)
where the Hartmann-Hahn condition ωI1 = ω
S
1 is used. β
′
f
is the inverse final spin temperature in the rotating frame.
We finally deduce:
tanh
β′fω
S
1
2
=
n
n+ 1
tanh
βpolωS
2
. (20)
In the laboratory frame, when the two irradiations are
stopped and then the evolution of the xenon and proton
magnetization are decoupled:
tanh
βfωI
2
=
n
n+ 1
tanh
βpolωS
2
. (21)
We can consequently deduce the maximum proton signal
enhancement KI relative to thermal equilibrium:
KI =
tanh(βfωI/2)
βLωI/2
=
γS
γI
n
n+ 1
KS . (22)
By this SPIDER approach, we can consequently ex-
pect large proton signal enhancement since KS is rou-
tinely larger than 10000 for xenon in a 11.7 T magnet with
our experimental apparatus. Even larger KI values can,
a priori, be achieved using system with higher polariza-
tions [36–40], or polarized 3He of which the gyromagnetic
ratio is three times larger than that of 129Xe.
2.4 Insights into the transfer rate
Whereas the spin temperature approach predicts a large
signal enhancement (Eq. (22)), the eﬀective achievable 1H
signal enhancement depends on the polarization transfer
rate relative to the relaxation processes. The calculation of
the spin dynamics based on the Hamiltonian H˜ (Eq. (8))
is obviously diﬃcult due to:
1. the non-local nature of the interactions leading to cor-
relations between molecular motions and Hamiltonians
averaging,
2. the fact that we deal with a n + 1 spin Hamiltonian
composed of non-commutating terms,
3. the high polarization of xenon spin system which for-
bids one to reduce the initial density matrix to the two
first terms 1− βLH ,86
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4. the somewhat arbitrary separation between the N
xenon interacting through static dipolar interactions
with proton and the n − N non directly interacting
(Fig. 1),
5. the fact that the dipolar interactions between the n
xenon spins can be “static” or time-dependent,
6. the eﬀect of rf field inhomogeneities, which makes that
fulfilling the Hartmann-Hahn condition (Eq. (10)) on
the whole sample is impossible, with current commer-
cial apparatus.
By the complexity of the theoretical problem and the
limited amount of knowledge deduced from the experi-
ments, we only report in the present paper diﬀerent clues
to tackle this problem.
2.4.1 Initial build-up rate
The initial time evolution of the proton magnetization can
be calculated starting from the Liouville-von Neumann
equation, using the Hamiltonian H˜ expressed in the dou-
bly rotating frame (Eq. (8)) and the initial density matrix
σ˜0pol:
σ˜0pol =
exp
(
−β′polωS1
∑n
k=1 S
k
Z
)
2n+1 coshn
β′
pol
ω1
S
2
. (23)
At the initial time, for the first derivative, one finds:
d〈IZ〉
dt
∣∣∣∣
0
= −ıTr
([
IZ , H˜
]
σ˜0pol
)
= 0 (24)
and for the second derivative at t = 0, one finds:
d2〈IZ 〉
dt2
∣∣∣∣∣
0
= −Tr
([[
IZ , H˜
]
, H˜
]
σ˜0pol
)
= −
∑
kl
dkdl
16
Tr
([
IZ , I+S
k
−
+ I−S
k
+
]
·[I+Sl− + I−Sl+, σ˜0pol])
= − tanh βpolωS
2
N∑
k=1
d2k
16
= −M IS2I PS (25)
=
N
8n
(
1
N
N∑
k=1
d2k
)
〈SZ〉 = 2
n
M
IS
2I 〈SZ〉 (26)
where M IS2I is the second moment of the heteronuclear
dipolar interaction as usually computed.
In the present derivation, we have typically assumed
that it exists a cut-oﬀ distance rcut defining two re-
gions of the space3, one (r < rcut) for which the n − N
xenon-proton dipolar interactions are averaged out by the
Brownian motion and the other region (r > rcut) for which
the remaining N dipolar interactions are static (Fig. 1).
3 Due to the second-order Legendre polynomial dependence
of H ′
SkI
, rcut is dependent on θSkI .
This distinction is obviously ill-defined, since the dis-
tance rcut increases as the square root of the time during
which molecular diﬀusion can take place. A more correct
treatment requires to consider the n dipolar interactions
H˜ ′SkI as time dependent interactions and to introduce
xenon-proton dipolar correlation functions. Such a treat-
ment has been developed by Warren and Ahn in the case
of free evolution [26].
Even if equation (26) does not allow real predictions
on the transfer rates due to the ill-defined rcut value, it re-
veals the direct proportionality to xenon polarization but
also the need for a high concentration in order to enlarge
the second moment M IS2I . Hence, the proton initial build-
up can be described by an eﬀective dipolar interaction
deff:
deff =
√
M IS2I
n
. (27)
By direct integration, one derives that deff is typically
proportional to
√
cS/r
3/2
cut , revealing the importance of
the high xenon concentration and the influence of trans-
port phenomena, through their eﬀect on rcut. This also
clearly reveals that the polarization transfer rate is in-
dependent of the proton solute concentration. Resorting
to a highly concentrated solute system, as done for free
evolutions [26,27], is then useless.
2.4.2 Influence of the xenon-xenon interactions
As already mentioned, SPIDER presents analogies to the
classical cross-polarization experiment (CP) in solids. This
seems to be a nice starting point for a theoretical deriva-
tion of the transfer rate. The description of the spin dy-
namics for long mixing times in CP in solids has been
performed using the memory function approach [34,41].
The simple extension of this CP theory to our system is
inhibited by its initial assumption that the density matrix
can be written at any time as 1 + αH1 + βH2, where H1
and H2 are the
129Xe and 1H main Hamiltonians in the
rotating frame. Nevertheless the study of the CP theory
reveals that for times long relative to a correlation time
defined as
τc = 1/
√
N SS2 , (28)
with N SS2 the second moment of the xenon-xenon dipo-
lar interactions, the dynamics of the cross-polarization can
be described as an exponential process, since the source
of polarization acts then as a thermal bath. The estima-
tion of N SS2 , in the case of SPIDER, seems consequently
crucial to define when the statistical eﬃcient process of po-
larization transfer starts, replacing the slow t2-dependent
process described in the previous Section 2.4.1.
Starting from the purely static dipolar point of view,
the second moment N SS2 can, a priori, be computed. Its
expression is however dependent on the polarization [42]:
N
SS
2 = (1 − P 2S)N SS2 (0) + (N SS1 )2 (29)87
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where N SS2 (0) is the classical second moment, as com-
puted for low-polarized spin systems [2,33]. In a first ap-
proximation,N SS2 (0) typically depends on 1/r
3
cut. Finally,
N SS1 is the xenon first moment:
N
SS
1 = 2π
3
2
δ
γS
γI
(30)
where the 3/2 factor results from homonuclear dipolar in-
teractions [34]. The present picture is nevertheless too
naive. Indeed the rf field inhomogeneity truncates the
summation on all spin pairs for the two first moments
N SS1 and N
SS
2 , while the angular average appearing in
the first moment (factor ξ in Eq. (2)) also diﬀers from that
in the static magnetic field.
This static description should obviously be refined
by inserting correlation functions as mentioned in Sec-
tion 2.4.1. But other terms have also to be considered.
Indeed for deriving equation (4), we have reduced the n
xenon spin system to those (N) suﬃciently far away from
the proton. This does not mean that any dipolar inter-
action between the xenon spin pair (k, l) taken among
the N2 spin pairs is not averaged out by the Brownian
motion. Indeed these two spins k and l can be too close
(dotted lines in Fig. 1). This kind of interactions leads to
liquid-state dipolar relaxation and in particular to secular
cross-relaxation in the presence of rf irradiations [43]. This
last mechanism also ensures the creation and conservation
of xenon spin temperature. Hence, it should have an in-
fluence on the definition of the correlation time τc present
in the CP theory (Eq. (28)).
Estimation of N SS2 from the experiments is also chal-
lenging [24,25,44]. Indeed, the xenon resonance line shape
strongly changes as a function of the xenon polarization
(Fig. 2). First of all, it can be noticed that, for strong po-
larization, the line has a fine structure. Its assignment to
field or concentration inhomogeneity is unrealistic, since
no shimming or shaking is performed between two consec-
utive xenon spectra. Moreover the free induction decay is
still detectable after 3 s. This eﬀect is consequently more
likely to be assigned to clustering eﬀect, as already ob-
served for polarized 3He or liquid 129Xe [19,45]. It results
from the free evolution of xenon magnetization under the
influence of xenon dipolar field, which leads to the per-
sistence of special modes. Moreover in Figure 2, it ap-
pears that the xenon resonance line-width decreases with
the polarization. Even if this behavior is consistent with
equation (29), the shapes of the resonance lines reveal the
complexity of the system and the presence of rf field in-
homogeneity complicates even more the problem.
3 Experimental illustrations
3.1 Materials and methods
3.1.1 NMR experiments
All NMR experiments were acquired at 293 K on stan-
dard 11.7 T Bruker DRX500 running Xwinnmr soft-
ware (Figs. 3, 4) or Avance500 running Topspin soft-
ware (Fig. 5) spectrometers, i.e. the transmissions on the
x8
x4
x2
1020 Hz
Fig. 2. Evolution of the xenon resonance line as a function
of xenon polarization. Ps = 15% for the first spectrum. The
same very small xenon hard pulse (∼ 2◦) is applied. Between
two 129Xe spectra, SPIDER experiments were acquired, reduc-
ing the xenon magnetization. Acquisition time: 3.7 s, spectra
resolution 0.3 Hz/pt.
a
b
c
Fig. 3. Examples of polarization transfer from xenon to a sin-
glet proton peak using the SPIDER approach. A 0.8 s mixing
period was used with a recoupling scheme of simple MOIST
type. (a) Thermal signal (proton signal S = 1). (b) and (c)
SPIDER spectra with xenon polarized either (b) negatively
(S = 0.4) or positively (S = −1.85) (c).
129Xe and 1H channels were fully independent. Classical
three-axes gradient inverse broadband probeheads were
used. On these probeheads, the 129Xe coil was the ex-
terior one and the 1H coil the inner one. Based on this
geometry, there is no spatial correlation between the rf ir-
radiations produced by the two coils. The 1H and 129Xe
rf field amplitudes were carefully calibrated by the mod-
ified nutation experiment [46] on the special NMR tubes
used for the experiments. In order to avoid possible arti-
facts the calibration on one nucleus was performed while
irradiating the other one [47]. The B1 field distribution
was typically determined using an acquired resolution of
1 Hz and the digital resolution was expanded to less than
0.1 Hz by zero-filling.88
H. Desvaux et al.: Improving 1H NMR using hyperpolarized 129Xe 31
a
b
c
1 Hz
Fig. 4. Part of the 1H spectrum corresponding to the aldehyde
proton signal. (a) Thermal equilibrium signal. (b) Spectrum
acquired using the SPIDER scheme without polarized xenon.
(c) Spectrum acquired using the SPIDER scheme with xenon
positively polarized. A DIPSI-2 recoupling scheme of 0.5 s du-
ration was used. In insert, comparison of the peak line-width
obtained using the SPIDER sequence (solid line) and classi-
cal 1H excitation (dashed line) under the same static magnetic
field homogeneity.
1 Hz
a
b
Fig. 5. Partial 1H NMR spectra. (a) Thermal equilibrium sig-
nal, (b) SPIDER spectrum acquired using a MOIST 2pix2pi−x
recoupling scheme of 1 s duration. In insert, comparison of the
1H resonance line-width of aldehyde proton acquired in exactly
the same conditions. Dotted line corresponds to a simple acqui-
sition, solid line correspond to SPIDER spectrum. The better
signal to noise ratio relative to Figure 4 results from the higher
solute concentration.
3.1.2 Hyperpolarized xenon
Laser-polarized xenon was prepared by the spin-exchange
method [8] in batch mode using our experimental appa-
ratus [14]. The volume of the pumping cell was 74 mL
and the partial pressures were between 15 and 25 torr
for xenon (96% enriched 129Xe from Chemgas) and ∼
200 torr for nitrogen. The pumping cell was heated at
368 K and irradiated by a 6 W laser beam produced by
a Spectra Physics titanium-sapphire laser pumped by a
Spectra Physics argon laser. In order to produce a suﬃ-
cient amount of xenon, three batches were accumulated
in a U-shape or Y-shape tube fitting inside a battery-
powered solenoid immersed in liquid nitrogen. After these
steps, the solenoid and the shaped tube were transported
towards the high-field NMR spectrometer and rapidly
heated in the fringe field of the magnet. Xenon was then
cryo-condensed into the NMR tube of interest, which was
previously degassed by the freeze-pump-thaw method. By
this procedure, we routinely measured xenon polarization
inside the high resolution NMR spectrometer on the or-
der of 25 to 30% for a gaseous sample. Achieving sim-
ilar useful polarization in the liquid phase when dealing
with large amount of dissolved xenon appeared to be more
diﬃcult. Eﬃcient relaxation is indeed present during the
heated of the NMR tube, the dissolution and the homoge-
nization steps. Experiments reported here were performed
with polarizations of dissolved xenon measured between
10 and 15%. We finally resorted to either high-pressure
5 mm NMR tubes from Wilmad (inner diameter: 2.2 mm)
closed with special glass valves (Fig. 3) or special 3 mm
outer diameter NMR tubes (inner diameter: 1.6 mm) from
Cortec closed by J. Young valves (Figs. 4, 5). After addi-
tion of xenon, the solution was homogenized by shaking
the tube, and the tube was put back inside the magnet.
Then, the magnetic field was shimmed and the absence
of temperature fluctuation was checked by 1H NMR. The
reported experiments were acquired without locking the
static magnetic field.
The amount of polarized xenon added to the NMR
tubes was such that the final xenon pressure was about
5 bar, which makes about 1 mol.L−1 of xenon dissolved
in deuterated cyclohexane from Eurisotop [48]. The com-
bination of the xenon concentration and polarization led
to average dipolar field created by xenon magnetization
on the order of 10−7 T or a shift δ (Eq. (2)) experienced
by protons of about 4 Hz. The solute concentrations were
between 1 and 5 mmol.L−1 depending on the samples.
3.1.3 SPIDER pulse sequence
For the Hartmann-Hahn polarization transfer, rf field am-
plitudes on the xenon and proton channels were in the
range 44–78 Hz. As an example, for the spectrum of
Fig. 4c, the 129Xe and 1H rf field strengths at maximum
probability of the distribution were equal to 57.7 Hz and
the Full Widths at Middle Height (FWMH) were 1.6 and
2.3 Hz respectively; i.e. a larger rf field distribution for the
inner coil. Based on the relative widths of the experimen-
tally determined distributions for 1H and 129Xe channels,
and assuming that at each frequency the probability of re-
coupling is equal to the lowest probability, no more than
about 60% of the sample can locally experience the same
1H and 129Xe rf amplitudes. The real value is expected to
be much smaller since the two coils are optimized to be
fully crossed4. Low amplitude rf irradiations were chosen
for allowing an easier adjustment of the Hartmann-Hahn
conditions [47,49] and for being compatible with the am-
plifier attenuation digitization. The choice of low power
irradiations induced the need to compensate for the ob-
served resonance frequencies on the 1H and 129Xe spectra
from the contribution of the xenon average dipolar field δ
to set the carrier frequencies of the rf irradiations for the
SPIDER experiments.
4 When the two coils are tuned at the same frequency, the
rejection is typically larger than 15 dB.89
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3.2 Hartmann-Hahn polarization transfer
3.2.1 First illustrations
As a first illustration of SPIDER approach, we simply try
to perform a polarization transfer towards an isolated 1H
singlet peak (Fig. 3). For obtaining those SPIDER spectra,
we simply applied a simple MOIST (x,−x) [32] of 0.8 s
whole duration on the 1H and 129Xe. The xenon irradia-
tion was bracketed by two 90◦ hard pulses designed to ro-
tate the xenon magnetization to the plane and back along
the Oz axis. As can be observed in Figure 3, in complete
agreement with the theoretical predictions (Eqs. (22, 26))
a resolved singlet is observed of which the sign depends
on the sign of the xenon spin temperature. Considering
the signal enhancement, for a positive xenon spin temper-
ature, the detected signal is larger (factor 1.85) than the
thermal one. With negative xenon spin temperature, the
1H signal is not as high (0.4 times the thermal signal) but
dealing with negatively polarized xenon is somewhat more
diﬃcult in particular due to radiation damping eﬀects of
xenon magnetization.
3.2.2 Unambiguous proof of transfer
Even if, using the simplest scheme, net polarization trans-
fers were observed (Fig. 3), a better proof requires a full
control of the proton magnetization build-up and applica-
tions to a doublet in order to avoid any kind of artifact
which may be present at the rf carrier frequency. We conse-
quently apply the SPIDER pulse sequence on the doublet
of the aldehyde proton of trans-2 pentenal.
First, during the on-resonance selective rf irradia-
tions of the SPIDER sequence, all dipolar cross-relaxation
mechanisms are not secular since the diﬀerence of pre-
cession frequencies in the laboratory frame of the xenon
and proton spins is much larger than any cross-relaxation
rates [43]. The low rf amplitude (∼60 Hz) and the large
chemical shift diﬀerence between protons (1.4 kHz be-
tween H-1 and the closest proton in resonance frequency,
H-2, of trans-2 pentenal) ensure that only the alde-
hyde proton is spin-locked, thus all 1H-1H dipolar cross-
relaxation rates involving H-1 vanish. Finally any cross-
correlation mechanism such as CSA-DD or DD-DD would
create anti-phase magnetization on the aldehyde proton,
with vanishing signal intensity and would distort the H-1
peak. In summary, relaxation cannot lead to detectable
1H magnetization after the irradiation delay τ .
Moreover as an unambiguous illustration, the
Hartmann–Hahn delay during which polarization transfer
takes place, was preceded by a full saturation of the
proton signals by a series of 90◦ hard pulses followed by
gradient pulses of random amplitude. This scheme was
already used for selective SPINOE measurements and
was shown to be reliable [14]. The aim of this saturation
is to ensure that observed proton magnetization cannot
result from initial magnetization and must be due to the
second part of the sequence, i.e. the recoupling scheme.
Finally the used multipulse recoupling schemes set-up
in such a way that the 129Xe and 1H magnetization was at
the end of the irradiation was aligned with Oz. An extra
90◦ hard pulse on protons was applied before signal ac-
quisition. It ensures a perfect phase relationship between
the signals obtained by SPIDER and those obtained using
classical 90◦ hard pulse acquisition. We consequently used
the same phase correction for processing SPIDER spectra
and classical ones.
Actually, using this pulse sequence and a recoupling
scheme either of DIPSI-2 type [50] or 2πx2π−x MOIST
type [51], in the absence of xenon magnetization or in
the case of unmatched Hartmann-Hahn conditions, spec-
tra like that of Figure 4b are obtained, i.e. no proton signal
is detected. When the Hartmann-Hahn conditions are ful-
filled, a polarization transfer takes place and spectra with
well-resolved peak doublet such as this of Figures 4c or 5b
are obtained.
3.2.3 Features of the SPIDER spectra
The spectra obtained using the SPIDER approach exhibit
special features:
1. The sign of the doublet is opposite to that of the 1D
spectrum. In the present experiments, xenon was po-
larized by optical pumping with a positive spin temper-
ature, which induces an observed enhancement due to
SPINOE on simple 1D spectra. Since the gyromagnetic
ratio of xenon is opposite to that of proton, a negative
enhancement factor is expected (Eqs. (22, 26)) and in
fact observed. This represents an unambiguous proof
that the polarization transfer is eﬀectively mediated
by distant dipolar fields.
2. For the two experiments (insert of Figs. 4, 5), the pro-
ton lines obtained by SPIDER are narrower than those
observed using classical 1D acquisition and identical
field homogeneity. This is particularly visible in Fig-
ure 4: FWMH ≃ 1.1 Hz for the SPIDER signal and
FWMH ≃ 2.1 Hz, for the reference spectrum. This
proves that the recoupling between xenon and proton
spin baths is only partial and takes place only in the
voxels where the diﬀerence of the two rf field ampli-
tudes is typically smaller [32,49] than the heteronu-
clear long range dipolar coupling (Eq. (10)).
3. Considering, for instance, the experiment of Figure 4,
the proton signal intensity observed using SPIDER is
20% of the thermal equilibrium signal intensity. Nev-
ertheless, the lack of knowledge on the volume of the
sample where the rf field amplitudes are matched, pre-
vents the calculation of the achieved proton polar-
ization. The previous remark on the line-width en-
sures that, in the recoupled volumes, it is superior to
0.2 times the thermal polarization.
4. This proton enhancement was obtained using a recou-
pling delay τ of 0.5 s, i.e. a time much shorter than the
proton self-relaxation time (T1 = 23.4 s). For such a
duration, the 1H thermal signal is expected to reach
only 2% of the full signal. In contrast to SPINOE,90
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the SPIDER proton signal enhancements are driven
by the xenon-proton dipolar interactions, and can con-
sequently be speeded up relative to longitudinal re-
laxation by increasing the heteronuclear dipolar inter-
actions through PS , cS and/or γS (Eqs. (2, 26)) or
even through special averaging (factor ξ). Indeed dis-
tant dipolar fields eﬀects can be enhanced using gradi-
ents [29]. This may open the way towards the obtaining
of larger 1H signal enhancement.
3.2.4 Discussion
Even if we report here clear evidences that solute NMR
signals can be enhanced using the strong distant dipo-
lar field created by a source of polarization, the signal
enhancement presently achieved is rather disappointing
relative to the limit value (Eq. (22)). Beside the prob-
lem of competition between the polarization transfer and
the relaxation, an inherent technical restraint of the SPI-
DER approach resides in fulfilling the Hartmann-Hahn
condition (Eq. (10)) which is severe. This is particularly
true, since the transient feature of the xenon polarization
prevents accurate calibrations in a short delay. Techni-
cal solutions, such as using a double matched 129Xe-1H
coil, would already allow one to fulfill the Hartmann-
Hahn conditions on a larger sample volume. Moreover,
the history of NMR also reveals that the combination
of technical developments and well designed multi-pulse
excitation schemes can solve many diﬃculties due to rf
inhomogeneities [32,52].
We have actually tried to benefit from the multi-pulse
recoupling schemes. Indeed, the double rf irradiation of
matched amplitudes were either a simple MOIST [32] as
for the spectra of Figure 3 or a DIPSI-2 [50] (Fig. 4) or
a multiple 2πx2π−x MOIST [51] schemes (Fig. 5). The
three schemes were successfully used for the recoupling
with delays τ ranging from 0.4 to 1.2 s. At the present
stage of development, it is hardly possible to statue on
the best recoupling scheme or on the correlation between
the mixing time duration and the transferred magnetiza-
tion, since the key parameter appears to be the fulfilling
of the Hartmann-Hahn condition by matching the two rf
field amplitudes. Indeed, we experimentally optimized the
1H rf field power by acquiring series of SPIDER spec-
tra while incrementing the proton channel amplification
by very small steps; i.e. about tenths of a Hz. This al-
lowed us to improve our success rate, and gives an esti-
mate of
√
M IS2I . Obviously with so severe restraints, the
exact rf field carrier frequencies, the possible power droop
of the amplifiers, the recoupling scheme, . . . may have an
influence on the achieved polarization transfer enhance-
ment. This, as well as the possible non reproducibility
when dealing with highly polarized and concentrated spin
systems [24], explains our present inability to characterize
through experiments the transfer rate and eventually the
eﬀective signal enhancement achievable.
Based on all SPIDER experiments we run, it is also
clear that the detection of SPIDER signals has always
required the presence of high xenon polarization (typ-
ically higher than about 0.1). This experimental re-
mark cannot simply be explained in terms of the initial
cross-polarization rate (Eq. (26)) since it is linear in term
of polarization. Nevertheless, this fact may result from the
“special” eﬀects present when one deals with highly po-
larized spin systems. As mentioned in Section 2.4.2, high
polarization influences the homonuclear second moment
N SS2 . These experimental observations tend to indicate
that it increases with PS , leading to a decrease of corre-
lation time τc (Eq. (28)) and thus of the duration preced-
ing the appearance of the eﬃcient process of polarization
transfer.
4 Conclusions
In this article, we describe a new approach designed to
increase the polarization of solute NMR signals using the
distant dipolar fields created by a source of polarization.
This source can, a priori, be a concentrated protonated
solvant, when low gyromagnetic ratio nuclei are stud-
ied, or more generally any highly polarized spin system
(Eq. (2)). This transfer of polarization involves a coher-
ent Hamiltonian and not a randomly fluctuating one as
in classical relaxation processes of liquid-state NMR, for
example used in SPINOE approach. The present transfer
is based on Hartmann-Hahn recoupling i.e. on rf irradi-
ations, which induces severe technical restraints partic-
ularly when experiments are based on commercial spec-
trometers. Based on the spin temperature model, very
large enhancement factors KI are expected. In the exper-
iments reported here and considering the same evolution
duration, a proton polarization at least 10 times larger
than the expected one, based on thermal relaxation, is ob-
tained using xenon polarized at 15%. Resorting to systems
with higher polarization or to nuclei with larger gyromag-
netic ratio as 3He, should induce larger dipolar interac-
tions (Eq. (2)) and higher signal enhancement (Eq. (22)).
Large enhancement factors KI would finally require a
large excess of the source spin (Eq. (22)), making the ap-
proach primarily interesting for NMR study of very dilute
system or of low sensitivity nuclei.
The first theoretical insights on the polarization trans-
fer rate as well as experiments (for instance Fig. 2) have al-
ready revealed the complexity of the spin dynamics in the
present system. Any new development in this field would
have to take into account the non-local and multi-spin fea-
tures of the present process. Care is in particular needed
since the system may always be close to surprising chaotic
eﬀects [23]. It remains that even if these studies are dif-
ficult, a final aim may be an eﬃcient motivation. Indeed,
since the distant dipolar fields are a long range eﬀect, in-
ducing for instance the detection of cross-peaks between
nuclei belonging to diﬀerent containers [20,27], distant
of tenths of millimeters, it can be imagined to trans-
fer by SPIDER the polarization from a container where
the highly polarized spin system is located to an other
one containing the sample to be studied. This opens very91
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promising perspectives for improving the present capabil-
ities of liquid state NMR.
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V.3 Les limitations de SPIDER
V.3.1 Les effets de l’amortissement cohe´rent
Pour commencer, revenons sur les re´sultats expe´rimentaux. En eﬀet, ceux-ci de´crivent
des augmentations de niveau de signal proton d’un facteur −1, 85 pour une polarisation
de 129Xe ne´gative (Ts > 0), et 0, 4 pour une polarisation positive (Ts < 0). Si les rapports
varient, l’ensemble des re´sultats indique un biais syste´matique en de´faveur des expe´riences
eﬀectue´es a` polarisation positive. Or, d’apre`s la formule (22) de l’article, nous nous at-
tendons strictement a` un taux d’accroissement proportionnel a` celui du xe´non (rapport
d’hyperpolarisation KS = P/Pth). Cette dissyme´trie entre les deux signes de P soule`ve la
question du roˆle de l’amortissement cohe´rent.
La se´quence de recouplage Hartmann-Hahn comporte en premier lieu une impulsion
sur le xe´non, qui, comme on le verra dans le chapitre VI, peut initier une e´mission maser,
donc un retour a` l’e´quilibre d’une partie de l’aimantation du xe´non jusqu’a` atteindre une
aimantation totale limite (estime´e dans notre cas a` environ 3% et de´pendant du facteur de
qualite´ et de remplissage de la sonde) a` partir de laquelle le syste`me n’est plus suﬃsamment
re´actif pour subir de telles de´sexcitations. On peut donc supposer que le recouplage de
Hartmann-Hahn qui suit cette impulsion est applique´e a` une aimantation de xe´non de
polarisation moyenne a` peu pre`s e´gale a` |P−S | ≈ 4%. Pour les polarisations ne´gatives,
le proble`me d’une e´ventuelle e´mission maser due a` l’amortissement cohe´rent ne se pose
pas. Or, le protocole expe´rimental (cf. IV) permet d’atteindre de fac¸on reproductible
une polarisation (positive ou ne´gative) de l’ordre de 18-20% en solution, ce qui permet
donc d’imaginer que le spider en positif fonctionne avec une polarisation moyenne de
P+S ≈ 20%. En examinant les rapports :
P−S
K−I
≈ −10 P
+
S
K+I
≈ −10, 8
on retrouve une syme´trie acceptable de l’eﬃcacite´ de spider en positif et en ne´gatif, ce
qui permet de se convaincre en premie`re approximation que l’hypothe`se de l’existence de
masers en de´but de se´quence de recouplage n’est pas impossible.
L’amortissement cohe´rent peut e´galement jouer un roˆle ne´gatif pendant la dure´e du
« spin-lock ». En eﬀet, lors de l’irradiation, il se comporte comme un champ radiofre´quence
orthogonal a` B1 qui engendre donc une nutation de l’aimantation dans le plan, autour
du vecteur B1 + Brd au lieu d’une simple pre´cession autour de B1. Cela dit, l’intensite´
fre´quentielle du champ d’amortissement cohe´rent ne peut gue`re de´passer, avec les taux
de polarisation et la sonde employe´s, 2 ou 3 Hz. Ainsi, l’angle du coˆne de nutation de
l’aimantation est faible pour une irradiation correspondant a` ω1 = 60 Hz : entre 1° et
3° pour des champs radiofre´quence de cette intensite´ ou d’intensite´ supe´rieure. En eﬀet,
cette faiblesse de l’angle de nutation explique en partie le choix de recourir a` des champs
radiofre´quence de cette amplitude, relativement faible. L’autre raison de ce choix est qu’en
pre´sence d’inhomoge´ne´ite´s des champs rf dans l’e´chantillon, le nombre de spins recouple´s
est inversement proportionnel a` la puissance moyenne de l’irradiation.
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V.3.2 Les troncatures dues aux conditions de Hartmann-Hahn
Le nombre de spins implique´s dans la recouplage SPIDER
Il est inte´ressant de constater que la formule (22) de l’article pre´ce´dent de´rive d’un
calcul dont le re´sultat ne de´pend que tre`s faiblement (rapport N/N + 1) du nombre
d’atomes de xe´non dans la solution. Aussi de`s l’instant que, pour un proton, le nombre de
spins de xe´non satisfaisant a` la condition (10) de l’article est grand devant 1, les spins de
xe´non en question jouent un roˆle de thermostat pour le proton. Le caracte`re drastique de
cette condition n’apparaˆıt donc pas dans la valeur-limite d’ampliﬁcation du signal proton.
Comme stipule´ en §2.4.2 de l’article, pour un temps long devant τc deﬁni en (28),
l’e´change d’e´nergie augmente exponentiellement avec le temps. La valeur N SS2 = M2
peut eˆtre de´ﬁnie par la formule II.7 :
M2 =
∑
j∈HH(I)
δ2ij (V.1)
ou` HH(I) est l’ensemble des spins de xe´non (de volume note´ VHH) satisfaisant a` la
condition (10) vis-a`-vis du spin du proton, I. On suppose de plus que cet ensemble est de
ge´ome´trie suﬃsamment peu complexe pour que l’on puisse lui associer un moment M2
inde´pendant du spin Si pris a` l’origine. Sous cette hypothe`se, la densite´ volumique nHH
de xe´non dans HH(I)(donc en nombre de xe´nons dans HH(I)) vaut :
nHH
∫ D
d
1
r6
r2dr ≈ nHHd−3
ou` d est comme de´ﬁni pre´ce´demment la plus petite distance d’approche moyenne entre 2
spins de xe´non, appartenant dans ce contexte a` HH(I) et non a` l’ensemble de l’e´chantillon.
D est le plus grand rayon de HH(I), suppose´ plus grand que d de plusieurs ordres de gran-
deur. Pour un ensemble HH(I) suﬃsamment peuple´, d−3 est e´gal en bonne approximation
a` n. Ainsi, M2 est proportionnel a` n2 et τc a` 1/nHHVHH .
On comprend donc par ce calcul la non-line´arite´ des re´sultats de spider vis-a`-vis
de la concentration de xe´non, mais surtout, on voit que le nombre de spins satisfaisant
aux conditions (10) est crucial pour l’abaissement de τc, donc pour atteindre pendant le
recouplage cette croissance exponentielle de la polarisation du proton.
Un mode`le de distribution des champs RF
Le calcul eﬀectue´ dans la discussion du chapitre IV peut eˆtre adapte´ dans le cas
d’un proton et d’un bain de xe´non, en prenant en compte qu’on ne se place plus dans
le re´fe´rentiel du laboratoire mais dans la repre´sentation de´crite au de´but de ce chapitre :
dans ce double re´fe´rentiel tournant, on peut remplacer le terme Zeeman par l’hamiltonien
cre´e´ par les champs rf. Comme un terme Zeeman, aux puissances conside´re´es, le terme
d’e´change dipolaire peut eˆtre conside´re´ comme une perturbation au premier ordre. Tout
revient donc a` remplacer le champ statique par le champ rf e´mis par la bobine proton pour
le proton, et par le champ rf e´mis par la bobine large-bande pour le xe´non. L’inhomoge´ne´ite´
de ces deux champs radiofre´quence est repre´sente´e en ﬁgure V.4.
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Fig. V.4 – Inhomoge´ne´ite´ des champs rf d’une sonde Bruker TBI500 (ancienne ge´ne´ration)
dans un spectrome`tre Bruker 500 MHz pour des champs nominaux de 57,5 Hz proton mesure´e
par la me´thode de´crite en [64].
————–
On voit sur cette dernie`re ﬁgure que les bobines posse`dent une dispersion de puissance
caracte´ristique de l’ordre de 2 Hz sur 57,5 Hz sur le volume d’induction. De plus, comme
sur la sonde TBI500 les fre´quences 129Xe et 1H sont porte´es par des bobines diﬀe´rentes,
ces variations spatiales de champ rf n’ont aucune raison d’eˆtre corre´le´es. Ainsi, c’est donc
le calcul de Sno corr que nous pouvons adapter a` la situation du spin-lock. Supposons que
les deux courbes d’inhomoge´ne´ite´ ci-dessus puissent eˆtre repre´sente´es par exemple par une
lorentzienne1 de fre´quence centrale ν01 = ω1/2π = 57, 5 Hz et de largeur ∆ν1 = ∆ω1/2π =
2, 5 Hz. En ne´gligeant la partie angulaire, on peut estimer la quantite´ de spins de xe´non
satisfaisant les conditions de Hartmann-Hahn pour un proton soumis a` la pulsation ν01 :
nHH(ω
0
1) =
n
2π∆ω1
∫ D
d
2πr2dr
∫ ω01+∆/r3
ω01−∆/r
3
1
1 +
(ω1−ω01)
2
∆ω21
dω1 (V.2)
ou`
∆ =
µ0γ
2
~
4π
On de´ﬁnira par la suite les bornes d’inte´gration d et D. L’inte´grale en ω1 s’inte`gre en
2∆ω1 arctan(∆/∆ω1r
3), et cette quantite´ vaut donc :
nHH(ω
0
1) = 2n
∫ D
d
arctan
∆
∆ω1r3
r2dr (V.3)
En eﬀectuant dans V.3 le changement de variable u = ∆/∆ω1r
3 on trouve :
nHH(ω
0
1) =
n∆
3
∫ ∆
∆ω1d
3
∆
∆ω1D
3
arctanu
u2
du (V.4)
L’ordre de grandeur de ∆/∆ω1d
3 ne peut de´passer 2 · 10−3 (pour d > 50 nm), on peut
donc aise´ment remplacer arctanu par u dans V.4 :
1L’assimilation de la puissance spectrale dans le volume de la bobine a` une lorentzienne est envisage´e
ici afin de simplifier les calculs, et de´pend de la ge´ome´trie de chaque sonde.
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nHH(ω
0
1) =
n∆
3
∫ ∆
∆ω1d
3
∆
∆ω1D
3
1
u
du = n∆ ln 10 log
D
d
(V.5)
Les bornes d’inte´gration d et D dans les calculs pre´ce´dents repre´sentent respectivement les
plus petite et plus grande distances entre le protons et les spins de xe´non dont l’interaction
dipolaire n’est pas moyenne´e par le mouvement brownien ; la de´pendance logarithmique
amoindrit grandement leur inﬂuence sur le calcul, typiquement 1 < logD/d < 10. Pour
les valeurs nume´riques de l’expe´rience (n ≈ 6 · 1026 m−3, ∆ ≈ 2 · 10−25 rad.s−1.m3), on
trouve donc :
120 . nHH(ω
0
1) . 1200
Le calcul pre´ce´dent n’est bien suˆr qu’une premie`re approximation, mais il est utile de
noter plusieurs de´ductions de son expression analytique comme de sa valeur nume´rique :
• La valeur trouve´e ne de´pend pas de ∆ω1 (tant que ∆ω1 ≪ d3∆). Contrairement
a` ce qui est annonce´ dans l’article, il semble donc que l’inhomoge´ne´ite´ des champs
radiofre´quence ne soit pas ici un facteur limitant de l’eﬃcacite´ de spider.
• L’inde´pendance vis-a`-vis de ∆ω1 permettrait de ce fait d’augmenter la puissance
d’irradiation du recouplage de Hartmann-Hahn et donc d’imaginer un recouplage
plus eﬃcace entre les protons et les spins de xe´non.
• Le calcul nume´rique pre´voit un recouplage de chaque proton avec au moins 120
spins de xe´non, pour un rapport de concentration xe´non/« proton-cible » (proton
alde´hyde du trans-2-pentenal) dans un rapport 1000 pour 1. Cette valeur fonde donc
a posteriori l’approche statistique pre´sente´e dans l’article en paragraphe §2.3, mais
pose e´galement de ce fait la question de l’ineﬃcacite´ de spider.
Ces conclusions ne doivent cependant pas cacher le fait que le calcul pre´ce´dent de´pend
fortement de la corre´lation spatiale des champs radiofre´quence proton et xe´non. Le premier
point devient par exemple sujet a` caution si cette corre´lation est faible (cas le plus classique
d’une sonde a` double bobine).
Le calcul pre´sente´ ci-dessus n’est en fait qu’un de´compte du nombre de spins de xe´non
participant a` la thermalisation d’un proton. Or, l’eﬃcacite´ de la thermalisation est lie´e plus
a` la grandeur du terme d’e´change d’e´nergie – ici, le couplage dipolaire 1H-129Xe – qu’a` la
capacite´ caloriﬁque du thermostat (tant que les spins de xe´non sont en nombre statistique).
Cette remarque est l’argument principal d’utilisation d’une sonde a` double accord 1H-
129Xe : pour une telle sonde, les variations de champ rf sont corre´le´es spatialement, les
spins de xe´non recouple´s avec un proton seront statistiquement plus proches que dans le
cas d’une sonde a` deux bobines. Le couplage moyen entre le proton et les spins de xe´non
sera donc d’autant plus fort et la thermalisation d’autant plus rapide.
V.3.3 La dynamique de spins de SPIDER
Vers un traitement rigoureux des couplages dipolaires ale´atoires
NB : le calcul qui suit dans cette section pre´suppose une matrice densite´ parfaitement
connue et e´gale a` ρ0 de´ﬁnie en Eq. V.7. Or, la re´alite´ est bien plus complexe : dans le re´gime
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hors-e´quilibre associe´ a` la tempe´rature de spin Ts, le mouvement brownien (ajoutant un
caracte`re ale´atoire aux couplages dipolaires), ou encore la me´moire du syste`me de spins
induisent un comportement stochastique de la matrice densite´ qui requiert une prise de
moyenne sur l’ensemble des e´volutions possibles, comme cela est fait dans le cas de la
the´orie classique de la relaxation.
Un des proble`mes-cle´s du traitement du recouplage dans l’expe´rience SPIDER est,
comme on a pu le voir dans les calculs pre´ce´dents, l’apparition ad hoc d’une distance d
au-dela` de laquelle tous les couplages dipolaires sont statiques et en-dec¸a` de laquelle ils
sont ale´atoires et doivent donc eˆtre ne´glige´s ; or, cette distance varie temporellement du
fait de la diﬀusion (d ≈ √Dt). Comme mentionne´ dans les pistes cite´es dans l’article en
§2.4.2 et §4, nous pre´sentons ici une tentative de calcul prenant en compte les fonctions
de corre´lations.
Aussi, si l’on veut tenir compte des eﬀets de la diﬀusion et, entre autres, de la relaxation
dipolaire translationnelle, il faut re´introduire la de´pendance temporelle de l’hamiltonien
dipolaire. Il est possible pour cela d’eﬀectuer un traitement analogue a` celui pre´sente´ en
I.4 ou` l’on voit que les couplages ale´atoires me`nent a` la relaxation. Chaque variable de
position des spins xi(t), yi(t) et zi(t) de´pend du temps. Ceci empeˆche de de´river l’e´quation
d’e´volution sous la forme Eq. II.18. En repre´sentation interaction, son inte´gration formelle
peut par contre toujours s’e´crire2 :
∀t, ρ(t) = ρ0 − ı
∫ t
0
[H (t1), ρ(t1)]dt1
ou` ρ0 = ρ(t = 0), ce qui permet d’exprimer ρ(t) en se´rie d’inte´grales :
ρ(t) = ρ0 − ı
∫ t
0
dt1[H (t1), ρ0]−
∫ t
0
∫ t1
0
dt1dt2[H (t1), [H (t2), ρ0]] + . . . (V.6)
+ (−ı)k
∫
0<tk<...<t1<t
dt1 . . . dtk[H (t1), [. . . , [H (tk), ρ0] . . .]]
Au prix d’un hamiltonien de´pendant du temps, on peut donc de nouveau se ramener a`
une expression de ρ(t) de´pendant exclusivement et line´airement de la condition initiale
ρ0. Pour des raisons pratiques, on tronque habituellement le de´veloppement pre´sente´ en
Eq.V.6 au deuxie`me ordre. Ainsi, on ne pourra pre´dire l’e´volution que pour un temps
limite´ pour lequel la prise en compte des deux premiers ordres en t est suﬃsante.
Comme on se place ici dans le re´fe´rentiel tournant, on adopte les nouvelles notations
correspondant aux changements d’axe suivants :
x↔ Z
y ↔ X
z ↔ Y
Conside´rons un proton unique dont l’ope´rateur spin est note´ S et une populations de
xe´non d’ope´rateurs de spin Ii. Le couplage entre I et Si est note´ δi et le couplage dipolaire
entre Ii et Ij est note´ δij. Dans la suite de ce calcul, on ne conside`re que l’e´volution sous
2Le calcul suivant n’est valable que dans le re´fe´rentiel tournant ; pour simplifier la notation, on omet
le signe « ˜ » signalant un ope´rateur conside´re´ dans ce re´fe´rentiel.
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l’eﬀet des termes a` fre´quence nulle (dans le re´fe´rentiel du laboratoire) de l’hamiltonien
dipolaire, de type δiSzI
i
z. Apre`s l’impulsion de 90° sur le proton et le xe´non, avant de
de´buter le double spin-lock (instant conside´re´ t = 0), la matrice densite´ vaut :
ρ0 = ρ(t = 0) = 2
−(N+1)1S
∏
(1i − J I iZ) (V.7)
On souhaite trouver l’e´volution – sur cet intervalle de temps limite´ – des cohe´rences
aboutissant a` des valeurs moyennes observables sur le proton, en phase de de´tection,
autrement dit 〈SZ〉(t). En injectant V.7 dans V.6 multiplie´e a` gauche et a` droite par
l’ope´rateur SZ , et en prenant la trace, on obtient :
〈SZ〉(t) =− ı
∫ t
0
Tr([H (t1), ρ0]SZ)dt1
−
∫ t
0
∫ t1
0
Tr([H (t1), [H (t2), ρ0]]SZ)dt1dt2 (V.8)
+ . . .
En utilisant la proprie´te´ ∀A,B,C Tr([A,B]C) = −Tr([C,B]A) dans chaque inte´grale on
de´duit de V.8 :
〈SZ〉(t) =− ı
∫ t
0
Tr([SZ ,H (t1)]ρ0)dt1
−
∫ t
0
∫ t1
0
Tr([SZ ,H (t1)][H (t2), ρ0])dt1dt2 (V.9)
+ . . .
soit encore :
〈SZ〉(t) =− ı
∫ t
0
Tr([SZ ,H (t1)]ρ0)dt1
−
∫ t
0
∫ t1
0
Tr([[SZ ,H (t1)],H (t2)]ρ0)dt1dt2 (V.10)
+ . . .
Les seuls termes de l’hamiltonien dipolaire ne commutant pas avec SZ sont les termes
de la forme3 δi(S+I
i
− + S−I
i
+) ; or Tr ρ0(S+I
i
− + S−I
i
+) = 0. Le terme d’ordre 1 ne contri-
bue donc pas au signal observable. Si l’on se limite au deuxie`me ordre, les termes de
l’hamiltonien dipolaire ge´ne´rant dans cette double inte´grale une trace non nulle sont les
termes δi(t1)(S+I
i
− + S−I
i
+) pour le commutateur interne et δj(t2)(S+I
j
− + S−I
j
+) pour le
commutateur externe. Finalement, nous obtenons donc :
〈SZ〉(t) = − 1
16
∫ t
0
∫ t1
0
dt1dt2Tr
∑
i
δi(t1)[S+I
i
−−S−I i+,
∑
j
δj(t2)(S+I
j
−+S−I
j
+)]ρ0 (V.11)
3Toujours dans le re´fe´rentiel tournant
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On applique alors les e´galite´s suivantes :
∀i 6= j, [S+I i−, S−Ij−] = SZI i−Ij+
∀i, [S+I i−, S−I i+] = (
1
2
+ SZ)(
1
2
− IZ)
ce qui donne :
〈SZ〉(t) = − 1
16
∫ t
0
∫ t1
0
dt1dt2
(∑
i6=j
δi(t1)δj(t2)Tr SZ(I
i
+I
j
− + I
i
−I
j
+)ρ0
+
∑
i
δi(t1)δi(t2)r(SZ − I iZ)ρ0
)
(V.12)
Le premier terme est nul, sa trace partielle sur l’espace L (S) e´tant e´gale a` 0. La valeur
ﬁnale de 〈SZ〉(t) au second ordre vaut donc :
〈SZ〉(t) = 2−(N+7)J
∫ t
0
∫ t1
0
∑
i
δi(t1)δi(t2)dt1dt2 (V.13)
La somme δi(t1)δi(t2) est une fonction ale´atoire dont on doit prendre la moyenne,
ce qui permet le recours annonce´ en de´but de section aux fonctions de corre´lation. Par
stationnarite´ des variables ale´atoires δi(t) on peut e´crire :∑
i
δi(t1)δi(t2) = G(t2 − t1)
ou` G est une fonction de module de´croissant. D’apre`s A. Abragam au chapitre VIII du
livre Re´f. [1], il est possible de reformuler cette somme de`s l’instant que l’on peut assimiler
le liquide a` un ensemble quasi-continu de sphe`res dures satisfaisant a` l’e´quation classique
de la diﬀusion classique. De`s lors :
G(t2 − t1) = n
d3
∫ +∞
0
[J 3
2
(u)]2 exp
(−2Du2
d2
(t2 − t1)
)
du
u
(V.14)
ou` n est la densite´ de spins, d est la plus petite distance d’approche possible entre deux
spins et J 3
2
est la fonction de Bessel de type j d’ordre 3/2 . On peut donc se´parer les
variables t2 et t1 sous le signe somme, aussi la double inte´gration de ce terme en t2 puis
t1 peut s’e´crire apre`s inversion des signes sommes :
〈SZ〉(t) = 2
−(N+7)nJ
d3
∫ +∞
0
du
u
[J 3
2
(u)]2
∫ t1
0
dt1 exp
(
2Du2
d2
t1
)∫ t2
0
dt2 exp
(
−2Du
2
d2
t2
)
(V.15)
En inte´grant une fois sur t2 :
〈SZ〉(t) = −2
−(N+8)nJ
dD
∫ +∞
0
u[J 3
2
(u)]2du
∫ t1
0
dt1
(
1− exp
(
2Du2
d2
t1
))
(V.16)
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Apre`s une nouvelle inte´gration, on trouve ﬁnalement la contribution au deuxie`me ordre
du double commutateur a` l’e´volution de 〈SZ〉(t) sous la forme :
〈SZ〉(t) = −2
−NdnJ
512D2
∫ +∞
0
u3[J 3
2
(u)]2
(
e
2Du2
d2
t − 1
)
du (V.17)
Une e´tude nume´rique sommaire de la fonction ci-dessus, re´alise´e a` l’aide de Mathema-
tica, nous apprend que cette contribution se comporte4 comme t0,996 jusqu’a` un temps-
limite τ de´pendant de d et D, typiquement τ = 105d2/D (en s) 5, puis sature a` une
valeur-limite proportionnelle a` 2−NdnJ /D2. Il est important de noter que ce compor-
tement quasi-line´aire en t diﬀe`re de celui calcule´ ailleurs (par exemple Re´f. [20]) dans
des conditions analogues, ou` le comportement annonce´ est en t2, et pourrait donc consti-
tuer une particularite´ du recouplage Hartmann-Hahn intermole´culaire en phase liquide.
Le calcul qui pre´ce`de doit cependant eˆtre conside´re´ avec prudence et demande a` eˆtre
pre´cise´, notamment en ce qui concerne le traitement des produits de couplages ale´atoires
δi(t1)δj(t2) comme des variables ale´atoires stationnaires de´pendant uniquement de (t2−t1).
Cette approximation des eﬀets des phe´nome`nes ale´atoires au deuxie`me ordre nous
apprend malgre´ tout que le re´sultat de SPIDER de´pend fortement de la possibilite´ d’at-
teindre le re´gime exponentiel du recouplage pendant l’irradiation. Il est donc ne´cessaire,
si l’on veut de´crire la dynamique de SPIDER, de pousser le de´veloppement qui pre´ce`de
aux ordres supe´rieurs.
Le terme de troisie`me ordre en t, e´value´ a` partir de Eq. V.6 par un calcul identique a`
ce qui pre´ce`de, est de la forme suivante :
〈SZ〉3(t) = J 2
∫ t
0
∫ t1
0
∫ t2
0
dt1dt2dt3
∑
i,j
δi(t1)δij(t2)δj(t3) (V.18)
Ce terme en J 2 be´ne´ﬁcie de la tre`s forte polarisation, et n’est pas a` proprement parler
un second moment he´te´ronucle´aire. Son expression sugge`re meˆme qu’il n’est pas possible
d’assimiler ce terme de troisie`me ordre de fac¸on e´vidente a` un quelconque moment d’in-
teraction dipolaire, que ce soit d’origine he´te´ronucle´aire (proton-xe´non) ou homonucle´aire
(xe´non-xe´non). Les termes d’ordre supe´rieur he´ritent e´galement cette particularite´, ce qui
implique que la dynamique de SPIDER ne pourra se limiter au calcul des moments des
interactions dipolaires dans l’e´chantillon.
La vitesse de transfert initiale
La vitesse de transfert de polarisation aux protons a` t = 0 est aborde´e en paragraphe
§2.4.1 de l’article pre´sente´ dans ce chapitre, sans tenir compte de la diﬀusion mole´culaire
durant le recouplage. Les de´veloppements pre´sente´s en Eqns. V.6 a` V.17 tentent de tenir
compte de la diﬀusion dans le calcul de la vitesse initiale de transfert. La contribution
des cohe´rences pre´sentes dans ρ0 a` la vitesse de polarisation du proton est d’autant plus
importante que leur coeﬃcient dans le double commutateur est grand ; comme on vient
4Calcul re´alise´ par inte´grations nume´riques successives sur u par pas de 10−5 entre 10−5 et 102.
5τ est compris entre 100 µs et 10−2 s dans nos conditions expe´rimentales, ou` l’on peut conside´rer que
d est compris entre 1 et 100 nm.
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de le voir la vitesse de´pend e´galement au troisie`me ordre (et aux ordres ulte´rieurs) des
facteurs de la forme |δi(t1)δij(t2)deltaj(t3) . . . |. C’est en cela qu’une sonde doublement
accorde´e peut grandement ame´liorer l’eﬃcacite´ de spider : si les spins de xe´non recouple´s
avec le proton sont proches de ce dernier, la vitesse initiale de polarisation s’en trouve
grandement augmente´e.
V.4 Discussion
Les re´sultats expe´rimentaux pre´sente´s dans l’article valident l’existence d’un transfert
de polarisation entre le xe´non et le proton lors de l’expe´rience SPIDER. Les conside´rations
pre´ce´dentes permettent de sugge´rer que la grande diﬀe´rence entre la valeur ﬁnale attendue
pour la polarisation du proton et le niveau eﬀectivement atteint soit due a` une dynamique
trop lente de SPIDER en liquide, peut-eˆtre limite´e par un trop petit nombre de spins de
xe´non nHH eﬀectivement recouple´s avec chaque proton.
Il semble que ces diﬀe´rents points d’accroche pourraient eˆtre contourne´s avec avantage
en utilisant des se´quences de type ADRF. En eﬀet, intuitivement, un de´couplage puis
recouplage adiabatique des spins de xe´non et des protons, aurait les eﬀets be´ne´ﬁques
suivants :
• la sensibilite´ de la me´thode vis-a`-vis de l’homoge´ne´ite´ des champs radiofre´quence
pourrait eˆtre de´crue, notamment par des se´quences de modulation de phases [65] et
par l’utilisation de champs de de´couplage/recouplage moins intense ; ceci permet-
trait donc d’augmenter notablement le nombre de spins de xe´non remplissant les
conditions de Hartmann-Hahn.
• le passage adiabatique aux conditions de Hartmann-Hahn concomitant du xe´non
et du proton permet de confe´rer aux populations des cohe´rences de SZI
i
Z et I
i
ZI
j
Z
une tempe´rature de spin comparable a` celle du xe´non avant le de´but de l’expe´-
rience. Le grand nombre de cohe´rences concerne´es devrait augmenter la dynamique
d’e´quilibrage des tempe´ratures. Le recouplage adiabatique permettrait ensuite de
transfe´rer cette tempe´rature aux populations des cohe´rences Sz, donc d’augmenter
la polarisation des protons comme c’est le cas avec la version actuelle de SPIDER.
L’emploi d’un de´couplage et de recouplage adiabatique pourrait eˆtre complique´ par la
pre´sence de regroupement spectral du xe´non, qui pourrait rendre ineﬃcace les impulsions
de longue dure´e et apporter une erreur non ne´gligeable sur la fre´quence ﬁnale d’irradia-
tion. Pour contourner ceci, il est possible d’utiliser un gradient de champ magne´tique
axial d’intensite´ « interme´diaire », aﬁn d’inhiber cet eﬀet de regroupement spectral, sans
pour autant e´largir d’un ordre de grandeur la largeur de raie du xe´non 6. Naturellement,
l’utilisation du gradient implique une inhomoge´ne´ite´ en B0 qui se superpose au proble`me
pre´existant d’inhomoge´ne´ite´ de B1,Xe et B1,H, mais une adaptation des se´quences adiaba-
tiques existent qui permettent de contourner partiellement ces limitations [65, 66].
6Typiquement, un gradient e´largissant la raie xe´non thermique a` une valeur de 5 a` 6 Hz devrait remplir
ces conditions.
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Chapitre VI
E´missions maser chaotiques de 129Xe
hyperpolarise´
VI.1 Introduction
VI.1.1 Les lasers, les masers RMN
La possibilite´ de re´aliser des masers a` spins nucle´aires a de´ja` e´te´ de´montre´e de nom-
breuses fois par le passe´ [67–70], que ce soit dans le cas d’espe`ces hyperpolarise´es ou pour
des syste`mes de spins concentre´s dont la polarisation avait e´te´ pre´alablement inverse´e (par
rapport a` son niveau a` l’e´quilibre) par une impulsion rf 180° [71, 72].
La the´orie des masers et lasers (voir par exemple Re´f. [73]) de´crit un syste`me compose´
d’un grand nombre d’atomes dont on conside`re au moins 3 niveaux e´nerge´tiques bien de´-
ﬁnis. L’eﬀet laser apparaˆıt lorsque la vitesse de de´sexcitation des atomes dans les niveaux
2 par voie induite devient tre`s supe´rieure a` la vitesse de de´sexcitation par voie sponta-
ne´e. Appelons N2 le nombre d’atomes du syste`me dans le niveau 2. Ces de´sexcitations
entraˆınent la de´croissance instantane´e de N2 :
dN2
dt
=
dN2
dt
∣∣∣∣
spont
+
dN2
dt
∣∣∣∣
stim
= −A21N2 −W21N2 (VI.1)
ou` A21 et W21 sont respectivement appele´s coeﬃcient d’Einstein de de´sexcitation spon-
tane´e et stimule´e. La diﬀe´rence majeure entre ces deux modes de de´sexcitation est la
de´pendance de W21 vis-a`-vis du nombre de photons capables d’interagir physiquement
avec l’ensemble des dipoˆles, ou plus ge´ne´ralement1 de la quantite´ E(ν0) d’e´nergie dispo-
nible a` la fre´quence ν0 dans la cavite´.
Si les lasers sont base´s sur la de´sexcitation cohe´rente de dipoˆles e´lectriques, la RMN,
elle,concerne le me´lange entre niveaux e´nerge´tiques du moment magne´tique des noyaux
atomiques. La longueur d’onde des transitions entre ces niveaux, meˆme a` haut champ,
est encore de l’ordre du me`tre. Il en re´sulte une probabilite´ de de´sexcitation spontane´e
1Le formalisme photonique en RMN requiert l’emploi de la the´orie des photons virtuels du fait des
dimensions caracte´ristiques des expe´riences, toujours largement infe´rieures a` la longueur d’onde λ =
2pic/ω0.
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ne´gligeable, par exemple pour le proton dans un champ de 11,7 T :
A21 =
1
24π3
~γ2c3
ω3
≈ 8, 7 · 10−24 s1 (VI.2)
VI.1.2 Le roˆle de l’amortissement cohe´rent
Cette dernie`re valeur extreˆmement faible signiﬁe que pour un e´chantillon d’environ
1020 spins, une de´sexcitation radiative spontane´e a lieu a` peu pre`s chaque heure, ce qui
est bien e´videmment totalement ne´gligeable a` l’e´chelle de l’expe´rience. La probabilite´
instantane´e de de´sexcitation (ou, identiquement, l’absorption) induite est, elle, e´gale a`
W21Nφ, ou` Nφ = E(ν0)/hν0. L’amortissement cohe´rent est une interaction non-line´aire
entre les spins et le rayonnement magne´tique dans l’e´chantillon : plus le nombre de spins
oscillant est important, plus l’e´nergie E(ν0) concentre´e par la bobine de facteur de qualite´
Q est grande. La probabilite´ de de´sexcitation stimule´e (ou d’absorption, selon l’e´tat d’un
spin conside´re´) s’en trouve donc augmente´e par le biais du facteur E(ν0).
Il re´sulte de ceci que la pre´sence d’une bobine accorde´e jouant le roˆle de concen-
trateur d’e´nergie ou de cavite´ e´lectromagne´tique permet au syste`me de spins de meˆme
de´placement chimique d’adopter des comportements cohe´rents. L’amortissement cohe´rent
pre´sent dans le volume d’induction d’une bobine accorde´e permet donc de faire naˆıtre
dans l’e´chantillon des dynamiques massivement multi-spins.
VI.1.3 L’obstacle de la relaxation
L’obstacle majeur a` la possibilite´ d’obtenir des masers stationnaires est e´videmment
la relaxation : en eﬀet, contrairement aux lasers dont le pompage optique, le plus souvent
par de´charge e´lectrique, permet un renouvellement continu (ou pe´riodique) de l’inversion
de populations, les niveaux nucle´aires magne´tiques sont plus diﬃciles a` inverser ; les seuls
dispositifs de´crits [67, 69] sont ainsi base´s sur un ﬂux continu de gaz ou de liquide entre une
cellule d’hyperpolarisation et une cellule d’interaction dans la cavite´ e´lectromagne´tique.
Pour les syste`mes non continuˆment ou pe´riodiquement pompe´s, la de´sexcitation une fois
dans la cavite´ se fait en une seule fois.
VI.1.4 Originalite´ de l’e´tude
L’article qui suit de´crit ainsi un processus original en ce sens que :
• l’inversion de population des spins de 129Xe permettant le maser est eﬀectue´e avant
la dissolution de celui-ci dans l’e´chantillon ; l’ensemble des de´sexcitations cohe´rentes
correspond donc a` un de´croissance stricte de l’e´nergie du syste`me de spins, qui ne
rec¸oit pas d’e´nergie durant l’expe´rience,
• la de´sexcitation dans le volume inductif de la bobine accorde´e a lieu en plusieurs
bouﬀe´es de maser, et non en une seule comme c’est le cas pour les autres masers de
RMN ;
• la re´solution spectrale des e´missions atteint 0,02 Hz pour une fre´quence centrale de
138 MHz (soit une ﬁnesse e´gale a` 1, 9 · 1011).
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Les diﬀe´rentes e´tudes permettent e´galement de prouver l’existence de regroupement
spectral du bain de xe´non dans l’e´chantillon, associe´ a` l’apparition de modes spatiaux du-
rant chaque e´mission maser ; en outre, alors que les modes d’e´mission maser sont disperse´s
dans tout l’e´chantillon, le regroupement spectral semble a` meˆme de compenser les inho-
moge´ne´ite´s de champ B0 et de produire des re´solutions spectrales largement infe´rieures a`
la dispersion minimale mesure´e dans un spectrome`tre meˆme parfaitement shimme´.
VI.2 Publication
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Observation of Noise-Triggered Chaotic Emissions in an
NMR-Maser
Denis J.-Y. Marion, Gaspard Huber, Patrick Berthault, and Herv Desvaux*[a]
1. Introduction
Even if liquid-state NMR is a very powerful method for chemi-
cal analysis, it suffers from inherent low sensitivity[1] which can
be solved by resorting to transiently polarized systems such as
those prepared by optical pumping[2] or dynamic nuclear po-
larization.[3, 4] These solutions have had appeal through the
emergence of new application fields,[5–7] but their direct exten-
sion to all liquid-state NMR techniques might be less straight-
forward than anticipated. Indeed, whatever the magnetic field,
the nuclear magnetization of a solution containing
50 mmolL1 of 129Xe polarized at 30% is identical to that of
bulk water in a 11.7 T magnet at room temperature. For such
high magnetization levels, the usual framework of NMR fails to
describe the non-linear behaviors of spin dynamics.[8] Non-line-
arities originate from two phenomena: 1) The well-known non-
linear coupling between the magnetization and the detection
coil, known as radiation damping (RD), tends to bring back the
magnetization towards its stable state, that is, aligned with the
static magnetic field.[1, 9] Its characteristic time scale Tr is de-
fined by Equation (1):
1
Tr
¼
m0
2
hQ gm0j j ð1Þ
where m0, g, h, Q andm0 are the vacuum permeability, the nu-
clear spin gyromagnetic ratio, the filling and quality factors of
the probe and the nuclear magnetization, respectively. 2) The
long-distance dipolar couplings between spins can no longer
be neglected[8, 10,11] and these distant dipolar fields (DDF)
induce many unexpected results,[12–16] but also promising appli-
cations.[17–19] Their importance can be characterized by the
average dipolar field [Eq. (2)]:
Bdip ¼ m0m ð2Þ
DDF affect many properties of the resonance line, which is
shifted[8,20, 21] as well as broadened.[22,23] Moreover, a pattern of
narrow lines appears on the main resonance due to the spec-
tral clustering effect.[22]
Herein, we report and characterize a new phenomenon ob-
served when the magnetization of dissolved hyperpolarized
129Xe is prepared in its unstable state (negative xenon spin
temperature) by the optical pumping process. When placed
into the high-field NMR magnet—without radio-frequency (rf)
excitation—the system spontaneously emits a series of rf
bursts instead of one, as expected from the usual theory of
RD.[9, 24,25] We show that this induces inhomogeneous spatial or-
ganization of the 129Xe magnetization. Even if it appears possi-
ble to reproduce one emission leading to inhomogeneous spa-
tial magnetization by numerical simulations, a series seems to
be impossible to obtain in the framework of a classical dipolar
field. We suggest that this is due to the limitation of this
model, which considers high magnetization resulting from a
highly concentrated solution in a high field or induced by a
low spin-temperature system as identical. However, in the last
case the linear expansion of the density matrix is no longer
valid.
2. Results
2.1. Clear Evidence of the Presence of DDF Effects
Using our experimental apparatus,[28] we can polarize 129Xe by
spin-exchange optical pumping[2] and dissolve it, thus obtain-
ing solutions with xenon polarization levels between 15% and
30% and concentrations between 0.05 and 1.3 molL1 in the
high-field NMR magnet.[23] This quantity of laser-polarized
xenon in solution induces the appearance of various observa-
ble effects on the NMR spectra. The 1H signal amplitude of an-
other solute is affected by dipolar cross-relaxation
(SPINOE[29,30]) and its resonance frequency is shifted by the
We report a new phenomenon observed when the magnetization
of dissolved hyperpolarized 129Xe is intense and opposite to the
Boltzmann magnetization. Without radio-frequency (rf) excita-
tion, the system spontaneously emits a series of rf bursts charac-
terized by very narrow bandwidths (0.03 Hz at 138 MHz). This
chaotic NMR-maser illustrates the increase in the complexity of
spin dynamics at high magnetization levels by unveiling an inho-
mogeneous spatial organization of the xenon magnetization and
an apparent dependence of the xenon transverse relaxation time
on its polarization and/or on time.
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average dipolar field created by the xenon magnetization
[Eq. (3)]:[10,11,20]
dH ¼ xgHBdip=2p ð3Þ
where gH is the
1H gyromagnetic ratio and x is a numerical
factor resulting from the spatial integration of the orientation-
dependent dipolar couplings. For homogeneous magnetiza-
tion, the sample geometry entirely defines x (1/2<x<1).
Under the experimental conditions described herein, with the
xenon magnetization aligned with the magnetic field, effects
due to DDF are also clearly visible for 129Xe spectra, in particu-
lar through spectral clustering (Figure 1). This effect results
from the interplay between tiny variations of the Zeeman
Hamiltonian due to field inhomogeneities or small chemical
shift variations along the sample and the distant intermolecu-
lar dipolar interactions not averaged out by Brownian motion.
Considering the sample as a set of local magnetization voxels,
Jeener has shown theoretically that this spectral clustering is
associated with the spatial organization of the voxels and their
coherent collective precessions.[26,27]
2.2. Multiple Spontaneous Maser Emissions
For samples containing xenon with a high polarization level
and a negative spin temperature (meaning that the xenon
magnetization is anti-aligned with the static magnetic field),
we observe one or a series of rf bursts without any kind of rf
excitation. In the example shown in Figure 2, eleven successive
bursts are detected, and another example in Figure 3 shows
three well-separated bursts. Such behavior can be observed
for various values of h, Q, Bdip, NMR tube diameters and even
in the presence of a weak static magnetic field gradient. The
time dependence and the spectral features of the bursts vary
during a series and between them. The first emissions are
always more intense than the last ones which, however, are
always the longest (up to 50 s for the last one, a duration fully
incompatible with the distribution of resonance frequencies in-
duced by magnetic field inhomogeneity). Most of them exhibit
lobes due to frequency beats in their decay parts (Figure 2b).
The Fourier transforms of these NMR signals reveal the exis-
tence of a superposition of frequencies in each burst. The line-
widths are obviously correlated to the emission lifetimes. Com-
parising them provides evidence of frequency sweeps during a
burst (Figure 2d–e) or frequency jumps between two consecu-
tive bursts. This appears to be compatible with variations of
the average dipolar field, since part of the nuclear magnetism
energy of the system is released during the rf bursts, and the
associated reduction of the longitudinal magnetization
changes the Bdip value.
At first sight, such rf emissions are similar to maser emissions
such as have already been reported in the case of a laser-polar-
ized noble gas with an NMR cell connected to the optical
pumping cell.[31,32] However, the present situation is different,
since xenon is now polarized in batch-mode, dissolved and the
solution homogenized by shaking. No physical means exists to
replenish the xenon magnetization present in the NMR tube.
After an emission, the inversion of population of the two mag-
netic states has decreased within the detected volume. To
enable the following emission, it could be repopulated by
transport mechanisms of xenon spins from a non-excited part.
Atomic diffusion is not efficient enough; as the xenon diffusion
coefficient in cyclohexane is ca. 5O109 m2 s1, the renewal of
xenon magnetization after a burst in the 15 mm-long detec-
tion coil in less than one minute is impossible. Moreover, by
means of diffusion-weighted NMR experiments performed
during the first minutes of the experiment, using xenon with
positive spin temperature, we carefully test that our experi-
mental procedure of xenon addition ensures proper chemical
and thermal equilibria, thus preventing the appearance of a
strong transient convection.[33] Finally, the use of 1.6 mm inner
diameter NMR tubes tends to hinder convection. Thus, no
macroscopic transport mechanism can explain the renewal of
Figure 1. Example of a 129Xe spectrum with spectral clustering. This induces
the appearance of narrow peaks associated to very long transverse decay
times on the main resonance. Highly polarized (30%) and concentrated
(0.4 mol L1) dissolved xenon with a positive spin temperature is excited by
a small flip angle pulse (~1.5o).
Figure 2. Experimental evidence of multiple spontaneous rf emissions.
a) Time-dependence of the 129Xe signal (FID) monitored during more than
8.5 min. b) This insert corresponds to the first maser ; it illustrates the exis-
tence of frequency beats even for the largest magnetization and the short-
est Tr. c) Fourier transform of the first maser in absolute value mode. The ex-
istence of individual narrow peaks is clearly visible. d) As for (c), but for the
last emission. Due to the long duration of this emission, the linewidth is
very narrow (FWMH=0.1030.011 Hz), which is incompatible with the
static magnetic field homogeneity. e) Fourier transform of the modulus of
the signal acquired during the last emission. The much narrower linewidth,
FWMH=0.0340.011 Hz, illustrates that the FID exhibits a frequency sweep
during the emission, resulting from the decrease of the average dipolar
field. For this experiment, the sample contains 80 mmolL1 of xenon polar-
ized at about 27% with a negative spin temperature.
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population inversion within the detected volume between two
consecutive emissions. This conclusion is corroborated by the
intensities and time-domain dependence of the maser emis-
sions. Thus, as shown in Figure 3, a second burst of similar am-
plitude is observed 10 s after the first one.
We never observe the same pattern of emissions, even using
identical conditions in terms of the amount of laser-polarized
xenon. Analysis by Fourier transform of the time dependence
of the modulus of the magnetization during the successive
emissions does not reveal the appearance of characteristic fre-
quencies either. All these features are in agreement with chaot-
ic behavior of the xenon magnetization.
2.3. Spatial Inhomogeneous Organization of the Xenon
Magnetization
One minute after the last rf burst, the state of the system is ex-
plored by a combination of standard 1H and 129Xe NMR acquisi-
tions. Three factors prove that the xenon magnetization has
reached a stable state after the last burst, even if it remains
anti-aligned with the magnetic field: 1) The measurements of
xenon magnetization are enhanced by 2000 to 5000 rela-
tive to the Boltzman level. 2) The shapes of the xenon FIDs
after excitation by a small flip angle pulse are clearly affected
by RD [Figures 4a and b]. 3) The intensities of proton magneti-
zation, which are smaller than their thermal equilibrium levels,
that is, are negatively enhanced[30] by SPINOE [Figures 4c and
d].
Considering the proton resonance frequency as a function
of the xenon magnetization, the overall shift dH can either be
positive or negative from one experiment to the next (Figur-
es 4e and f), although the sign of the xenon magnetization is
identical. Based on Equation (3), this experimental finding
clearly indicates that the sign of x can either be positive or
negative after a series of rf emissions, revealing an inhomoge-
neous spatial organization of the xenon magnetization.
3. Discussion
3.1. Analysis in Terms of Radiation Damping
In NMR, a magnetization anti-aligned with the static magnetic
field is known to be in an unstable state. Any RD field, initiated
by spin-noise,[34] should be amplified so as to lead to a maser
as long as Tr is shorter than the transverse self-relaxation time
T2.
[9] Observing a negative magnetization after RD is therefore
rather counterintuitive and has never been explained, although
already observed.[35] Mao et al.[24] have reported the expression
of the longitudinal magnetization as described by the Bloch
equation with RD by assuming an infinite longitudinal self-re-
laxation time T1. This is a reasonable assumption since T1 of
Figure 3. Experimental evidence of multiple rf emissions for a sample con-
taining 400 mmolL1 of laser-polarized xenon at P’27% with a negative
spin temperature. a) Time-dependence of the 129Xe signal monitored during
more than 3 min. Three rf emissions are clearly visible. b)–d) Time-domain
signals of 1.36 s duration starting at 58.9, 67.1 and 78.0 s after the beginning
of the experiment, respectively. These three intervals are located between
the second and the third emissions as indicated. e)–g) Fourier transforms of
(b)–(d), respectively.
Figure 4. a) and b) 129Xe FIDs and c)–f) 1H NMR spectra corresponding to two
different experiments, each acquired after a series of spontaneous 129Xe rf
emissions. a) and b) 129Xe FIDs acquired using a small flip angle (ca. 20o). The
initial magnitude of the signal starts to increase before it decays, a typical
behavior when radiation damping is active and when the angle between
the excited magnetization and the static magnetic field is larger than 90o.
This behavior clearly indicates that the xenon spin temperature is still nega-
tive after several maser emissions. c) and d) Whole 1H spectra, indicating var-
iations of the 1H signal amplitudes due to SPINOE. The 1H signal of cyclohex-
ane (indicated by *) is even negative, a clear proof of a negative xenon spin
temperature for the two experiments. e) and f) These 2D sub-spectra corre-
spond to cases (a) and (c), and (b) and (d), respectively. The 1H resonance
frequency (x-axis) of the methyl group of trans-2 pentenal (symbol #) is
monitored as a function of time (y-axis). The xenon magnetization is re-
duced between two consecutive 1H spectra by a small flip pulse (ca. 20o).
The signs of the shift induced by the xenon average dipolar field are oppo-
site in these two experiments and indicate a change of signs of x [Eq. (3)] .
Spectrum (e) corresponds to the expected behavior for a long cylinder and
a negative xenon spin temperature. In contradistinction, the behavior ob-
served in spectrum (f) indicates an inhomogeneous spatial organization of
the xenon magnetization, since the deduced x value is positive. For the two
experiments, preparation of laser-polarized xenon and experimental condi-
tions are identical (concentration ~1.3 molL1, initial polarization ~17%).
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dissolved xenon is of the order of 1500 s. According to Equa-
tion (4):
mz ¼m0Tr
1
T2
 1 tanh 1 t  t0ð Þ
 
ð4Þ
where m0 is the initial longitudinal magnetization in its unsta-
ble state (m0<0), T2 is the transverse self-relaxation time, t0 is
the instant when the signal intensity is a maximum and 1 is
[Eq. (5)]:
1 ¼
1
Tr

1
T2
ð5Þ
Inspection of Equation (4) shows that the final longitudinal
magnetization [Eq. (6)]:
mz
1
¼m0
2Tr
T2
 1
  ð6Þ
can still be negative (sign of m0), if T2<2Tr . Accordingly, for
the second emission, the new RD characteristic rate 1/Tr
(2) is
scaled down by a factor j2Tr/T21 j [Eq. (1)] . Since T2<Tr
(2), this
second emission would be forbidden by RD theory.
Using this same framework, the time dependence of the
transverse magnetization in the rotating frame according to
Equation (7) is:[24]
m? ¼ m0j jTr1
1
cosh 1 t  t0ð Þ
ð7Þ
The predicted shape of the signal amplitudes appears in
complete disagreement with those experimentally observed.
Indeed, they reveal frequency beats and asymmetric increase
and decrease of the transverse signal (Figures 2 and 3). More-
over, by integrating this signal [Eq. (8)]:
Z
1
1
m?dt ¼ pm0j jTr ¼
2
m0hQ gj j
ð8Þ
we find that the integral of the modulus of the transverse
magnetization is a constant defined only by the probe specifi-
cations. All emissions are consequently expected to be of the
same integral, a deduction in contradiction with the experi-
mental measurements.
We explore the influence of an average dipolar field by nu-
merically solving the Bloch equations, given by Equat-
ions (9)–(11), modified to take into account radiation damping
and average dipolar field effects:
d
dt
mx ¼
dmzmy
m0j j

mxmz
m0j jTr

mx
T2
ð9Þ
d
dt
my ¼ 
dmzmx
m0j j

mymz
m0j jTr

my
T2
ð10Þ
d
dt
mz ¼ 
m
2
x þm
2
y
m0j jTr

mz meq
T1
ð11Þ
where meq is the thermal equilibrium magnetization level and
d is the average dipolar shift created by the xenon magnetiza-
tion and experienced by itself (d=3xgBdip/2).
[21,23] The integra-
tion of this non-linear system leads to the obtaining of a fre-
quency sweep during the maser, and thus to xenon line broad-
ening (Figure 6). This is experimentally observed (Figures 2d
Figure 5. a) Numerical simulations of a radiation damping effect using the
Bloch equations, and an average dipolar shift which is reduced during the
emission. The envelope of the curve for the transverse magnetization is a
hyperbolic secant, while the frequency changes according to the longitudi-
nal magnetization. The longitudinal magnetization is still negative after the
rf emission. b) Modulus of Fourier transform of the transverse magnetization.
c) Modulus of the Fourier transform of the modulus of the transverse mag-
netization (jM? j ). Compared to (b), the linewidth is reduced since the fre-
quency sweep is removed by taking the modulus of the time signal. The ex-
tracted 1 value is the correct one.
Figure 6. 3D numerical simulation including DDF and RD of an rf emission.
a) Plot of the global transverse magnetization (c) and longitudinal mag-
netization (a, axis on the right). At the end of the emission, the longitudi-
nal magnetization remains anti-aligned with the magnetic field. Insert : the
Fourier transform of the transverse magnetization. b) Longitudinal and three
transverse coupes of the sample showing the local transverse magnetization
at the time indicated by * in (a). One observes a quasi-symmetrical spatial
mode corresponding to the rf emission.
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and e) but still, neither frequency beats nor multiple rf emis-
sions are generated.
3.2. Analysis in Terms of DDF
For samples with sizeable DDF, spectral clustering is evidenced
by very narrow lines (Figure 1). We can thus reasonably pro-
pose to assign the frequency-domain peak pattern observed in
Figure 2c to emissions of different spectral modes, an assump-
tion which explains the spatial organization of the xenon mag-
netization, the frequency beats, the structure of the signals in
the frequency domain, as well as their survival in the presence
of static magnetic field gradients. Indeed, Jeener has predicted
that spectral clustering can accommodate moderate spread of
the Zeeman Larmor frequencies.[27] Also, as exemplified for the
experiments reported in Figures 2 and 3, which are performed
with the same h jm0 j value, that is, the same coupling be-
tween the coil and the magnetization [Eq. (1)] , the number of
rf emissions seems to be inversely proportional to Bdip. Even if
this seems counterintuitive, this behavior is in agreement with
predictions by numerical simulations. Jeener has shown
(Figure 21 of ref. [8]) that the number of spectral modes de-
creases when Bdip predominates the static magnetic field varia-
tions along the sample.
The interpretation of the key importance of DDF in these
multiple maser emissions is substantiated by numerical simula-
tions where spatial organization as well as frequency beats
appear with a still-negative final xenon spin temperature
(Figure 6). But, regardless of the parameters (Bdip, diffusion, gra-
dients, intensity of fluctuations, etc.), multiple successive bursts
do not show up. A possible and simple explanation resides in
the limited size of the considered spin system (5800 voxels).
On the other hand, it remains possible that the simulation is
unable to describe all the physical properties of the spin
system, since it is based on a classical description of distant di-
polar fields with each magnetization voxel described by a clas-
sical magnetic moment, that is, by using the high-temperature
approximation for the density matrix.
In fact, the spin dynamics at high polarization may be more
complicated than in this simulation model. During an emission,
the RD field acts on all magnetization clusters exactly like a rf
irradiation, tilting them away from the static magnetic field di-
rection, that is, out of their unstable state, even when out of
resonance. As a consequence, if the condition Tr<T2 is fulfilled
for a given cluster (or a given isochromat, using the language
of Ref. [9]), its associated transverse magnetization should
grow and induce a rf emission as well. As shown by numerical
simulations, this model predicts that each emission should
then be initiated by the preceding one. Analysis of the series
of bursts shown in Figure 3 indicates that the signal decreases
to the noise level between the second and third consecutive
emissions, since the voltage signal in the coil is typically 104
times smaller than the maximum signal detected and that it
appears like noise (Figures 3b–d). Searching for correlations by
Fourier transforms reveals that they are absent, present for ca.
9.5 s, then absent again (Figures 3e–g). Thus, in contrast to the
usual behavior,[9] not all fluctuations are able to create a maser.
This experiment also shows that different successive masers
can be uncorrelated and initiated independently, probably by
spin noise. As a consequence, the condition of growing insta-
bilities (Tr<T2) develops in a chaotic way. This leads to the ap-
parent conclusion that the transverse self-relaxation time is
time and/or polarization-dependent, a result also substantiated
by the previous remark on the relative values of Tr
(2) and T2.
Hence, the experiment tends to indicate that both spatial and
temporal reorganizations of the magnetization are required to
explain the observed spin dynamics, with dynamic rates exhib-
iting unexpected features. There is obviously no classical
mechanism which can explain such a phenomenon. One can
thus reasonably question the underlying assumptions used in
the numerical simulations, particularly for a system with such a
low spin temperature, the linear approximation of the density
matrix. Indeed, unexpected behavior, such as the modification
of the transverse relaxation times, were forecasted by numeri-
cal studies in these conditions.[38]
The conditions are consequently fully different in the case of
bulk water. It certainly explains why such multiple chaotic
maser emissions have never been observed in that case. More-
over, since the RD characteristic rate is strongly dependent on
the gyromagnetic ratio (g3), proton magnetization is much
more coupled to the detection coil than 129Xe. Thus for pro-
tons, RD usually dominates DDF effects, preventing the obser-
vation of interplay between the two effects.
4. Conclusions
We report the unexpected chaotic behavior of laser-polarized
xenon magnetization with negative spin temperature, which
consists of multiple spontaneous maser emissions. The time
dependence of the signal amplitude in Figures 2 and 3 exhibits
many similarities to that of chaotic pulsed lasers at quasi-opti-
cal wavelengths.[36] In the rf domain, the previously described
chaotic NMR-maser[37] used a continuous pumping and re-
quired external modulations, in contrast to our setup. Based
on the Maxwell–Bloch equations, the rate parameters of our
system seem to be within the range required to generate cha-
otic behavior,[36] but the spectral clustering and its consequen-
ces such as the spatial organization weakens the likelihood of
an homogenous resonance line itself, which allows the defini-
tion of global rate parameters. The chaos might as well result
from the massive dipolar couplings between the excited spins
within the cavity, an effect usually neglected in spin-masers
probing fundamental physics.[32] Whatever the origin of the
chaos, the present results, obtained with Bdip as low as that of
bulk water in a 10 T magnet, suggest that future experiments
using high magnetization obtained by transient polarization
processes should consider the macroscopic spin modes, disre-
garded in the classical treatment of liquid-state NMR. More-
over, our inability to reproduce multiple masers numerically
tends to indicate that even if a comparable average dipolar
field can be obtained with systems with either high concentra-
tion and high spin temperature, or low concentration and low
spin temperature, the description of their spin dynamics may
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differ, due to the breakdown of the linear expansion of the
density matrix.
Experimental Section
Preparation of Laser-Polarized Xenon Samples: 96% isotope-en-
riched 129Xe from Eurisotop was polarized by spin-exchange optical
pumping of Rubidium[2] using a home-made experimental appara-
tus.[28] The quarter-wave plate was oriented so that the final xenon
magnetization was aligned in the opposite direction to the static
magnetic field (negative xenon spin temperature). After optical
pumping, between one and three batches of xenon were accumu-
lated by cryo-condensation in a U-shaped tube fitting inside the
bore of a battery-powered solenoid immersed in liquid nitrogen.
The whole system (solenoid and tube) was then put into the fringe
field of the high-field NMR magnet, where the tube containing the
polarized xenon was rapidly heated. The xenon was then trans-
ferred by condensation to the previously degassed NMR tube.
After heating, this sample was immersed in a large water volume
thermostated at 293 K and then vigorously shaken to ensure
proper xenon dissolution and to avoid concentration gradients.
The NMR tube was subsequently put back inside the high-field
NMR magnet and acquisition of xenon signal started. Immediately
after completion of these steps, the dissolved xenon polarization
levels ranged between 15 and 30%, as measured by experiments
with a positive xenon spin temperature.
The relative influences of DDF and RD can be explored by varying
the probe characteristics, but also by noticing that DDF are directly
dependent on the xenon concentration whilst for RD, because of
the dependence of Tr on the filling factor h, the relevant parameter
is the total number of spins inside the NMR detection coil. That is
why different types of NMR tubes closed by J. Young valves were
used. Their inner diameters ranged between 1.6 mm (3 mm outer
diameter) and 4.2 mm (5 mm outer diameter). For these tubes, the
relative volumes of the gaseous and liquid phases were carefully
optimized in order to ensure that for a given amount of xenon in
the pumping cell, the xenon quantity inside the NMR detection
coil was identical for all NMR tubes. This ensured the same hm0
factor, that is, the same Tr value, and different xenon concentra-
tions, thus different Bdip values. The NMR tubes contained a solu-
tion consisting of deuterated cyclohexane as the solvent and trans
2-pentenal as a solute with a concentration of the order of
3 mmolL1.
NMR Experiments: All experiments were run on a Bruker Avance II
spectrometer with a static magnetic field of 11.7 T and a tempera-
ture of 293 K. Data acquisition and processing was performed
using Bruker Topspin software. Three different NMR probes were
used with hQ varying by a factor about 4. The data presented in
Figures 2 and 3 were acquired on a Nalorac 5 mm direct broad-
band probe equipped with three-axis gradients, using 5 mm and
3 mm outer diameter NMR tubes, respectively. Experiments of
Figure 4 were run with a Bruker TBI HNX probe and 3 mm NMR
tubes. The probes were finely tuned to the 129Xe Larmor frequen-
cy.[39] Xenon time-domain signals were acquired as successive FIDs,
arranged as a 2D spectrum on the Bruker Topspin software. The 2D
map consisted of up to 12 FIDs of 512k points which corresponded
to an acquisition time of 43.5 s per FID. We have carefully checked
by electronic measurements that no rf excitation from the spec-
trometer took place. In fact, the effects of xenon rf emission could
even be detected indirectly, since the associated variation of aver-
age dipolar field was sufficient to unlock the magnet and could
consequently be observed on the 2H channel. We also observed
maser emissions by only using the detection pathway of an exter-
nal Tecmag spectrometer. In order to avoid electronic and physical
artifacts, the NMR magnet lock and the shimming procedure were
disabled for all the experiments presented herein.
The 2D spectra of Figure 4 consist of 64 1D 1H spectra. They were
acquired with a previously reported protocol which consists in an
alternation of 90o hard pulses on the 1H channel followed by ac-
quisition and of q~20o hard pulses on the 129Xe channel followed
by acquisition.[23] This pulse scheme allows a reduction of the
xenon magnetization by a factor cosq. In this procedure, the line-
arity of the proton NMR response makes it a reliable probe of the
129Xe magnetization for a low proton concentration. The estimation
of the initial xenon polarization and its related dipolar field were
performed using this exact procedure except for the quarter wave
plate used during the optical pumping step, which was aligned
such that the final xenon spin temperature was positive.
Numerical Simulations: Advanced numerical processing of the NMR
data as well as some numerical simulations such as those present-
ed Figure 5 were performed using SciLab software. When we have
considered two or more isochromats to explore whether the first
maser emission would induce the next one, we have taken the dif-
ferences of resonance frequency of the isochromats into account
to compute the radiation damping field. Indeed, our RD field was
typically of the order of 2 Hz, while the spread of the resonance
frequency was about 10 Hz. Considering the modulus of the whole
transverse magnetization to compute the RD field, as suggested,[9]
would have led to the neglect of these large offset effects.
For numerical simulations of many spin dynamics, we used the
software initially developed by Jeener,[26] according to the scheme
described by Warren’s group[40] and provided by the LKB team.[41]
An initiation by noise was added. The simulation presented in
Figure 6 was run with a system of 10O10O58 magnetization
voxels assuming no overall gradient, the long axis standing along
the static magnetic field. Since the detection coil volume does not
cover the whole liquid volume experimentally, the RD coupling to
the coil was limited to the middle half of the sample in the simula-
tion.
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VI.3 De´pendances temporelles des e´missions
2
VI.3.1 Tentative d’analyse des e´missions maser
Mode`le analytique
L’extraction des parame`tres temporels et spectraux des e´missions visibles en ﬁgures
2 et 3 est peu aise´e, du fait que les premiers masers ne posse`dent pas un proﬁl temporel
comparable au mode`le the´orique [10], a` savoir une se´cante hyperbolique3. De plus, on
remarque sur la plupart des e´missions des ﬁgures 2 et 3 de l’article la pre´sence de batte-
ments de fre´quence, que l’on peut expliquer par une superposition temporelle d’e´missions
de plusieurs modes de fre´quence centrale tre`s proche. Enﬁn, durant une e´mission, le re-
tournement d’une partie de l’aimantation induit un balayage de la fre´quence centrale.
Cette dernie`re remarque tend a` privile´gier dans un premier temps l’approche non en
fre´quence absolue, mais en se basant sur le module de l’aimantation transversale. La
pre´sence des battements de fre´quence sugge`re meˆme d’analyser le carre´ du module de
l’aimantation transversale : en eﬀet, si l’e´mission temporelle f(t) est la superposition de
deux masers de pulsation centrale respectivement ωa et ωb :
f(t) = fa(t)e
ıωat + fb(t)e
ıωbt (VI.3)
le carre´ du module du signal temporel s’e´crit :
||f(t)||2 = f 2a (t) + f 2b (t) + 2fa(t)fb(t) cos(ωb − ωa)t (VI.4)
dont la transforme´e de Fourier donne la diﬀe´rence des fre´quences de pre´cession entre les
masers a et b avec une pre´cision accrue. Par contre, le passage au module de la FID
complexe pre´sente l’inconve´nient de perdre la line´arite´.
Comme rappele´ en [10] ou dans la le´gende de la ﬁgure 5 de l’article, l’enveloppe tem-
porelle d’un maser unique peut eˆtre e´crite comme :
M⊥ =M0Trsech ρ(t− t0) (VI.5)
L’aimantation longitudinale du maser est donne´e par la formule :
Mz =M0Tr
(
ρ tanh ρt− 1
T2
)
(VI.6)
Cette solution ge´ne´rale ne tient pas compte de la pre´sence des champs dipolaires a` grande
distance qui ge´ne`rent du regroupement spectral et comme on vient de le voir un balayage
de fre´quence centrale duˆ au retournement de l’aimantation. Cela dit, pour une variation
de pulsation ∆ω petite devant ρ, la re´solution nume´rique des e´quations de Bloch (eﬀectue´e
2cette partie fera l’objet d’une publication a` paraˆıtre dans les mois a` venir sous le titre de
Spectral and temporal features of multiple chaotic NMR-maser emissions.
3de´finie par sechx = 1/ coshx
113
en §3.2) montre que l’enveloppe n’est pas modiﬁe´e par le de´calage en fre´quence durant
l’e´mission.
Une e´mission concomitante de deux masers est de la forme :
M⊥ = Ae
ıωa(t−ta)sech ρa(t− ta) +Beıωb(t−tb)sech ρb(t− tb) (VI.7)
dont le carre´ du module vaut :
|M⊥|2 =A2sech 2ρa(t− ta) +B2sech 2ρb(t− tb)
+ 2AB cos(ωa − ωb)t sech ρa(t− ta)sech ρb(t− tb) (VI.8)
La transforme´e de Fourier des deux premiers termes vaut :
F (ω) = A2
πω
2 sinh piω
2ρa
eıωat +B2
πω
2 sinh piω
2ρb
eıωbt (VI.9)
dont le carre´ du module vaut :
|F (ω)|2 =A4
(
πω
2 sinh piω
2ρa
)2
+B4
(
πω
2 sinh piω
2ρb
)2
+ 2A2B2 cos2 ω(ta − tb) πω
2 sinh piω
2ρa
πω
2 sinh piω
2ρb
(VI.10)
Dans cette dernie`re expression, les deux premiers termes sont des fonctions en forme de
pic et centre´es sur la fre´quence nulle. Comme elles sont monotones pour ω > 0 et globale-
ment de meˆme forme – ρa et ρb sont ge´ne´ralement peu diﬀe´rents –, il est impossible de les
distinguer par un algorithme de ﬁt. Ceci est conﬁrme´ par les simulations nume´riques, qui
re´ve`lent qu’on ne peut que de´terminer un parame`tre ρ « moyen », de´pendant typiquement
de la largeur de ce pic a` fre´quence nulle.
Le dernier terme de l’e´quation VI.10 peut se traduire par l’apparition d’ondulations
sur le spectre de la transforme´e de Fourier, et entraˆıne e´galement un aﬃnement du pic
principal a` fre´quence nulle. En fait, en raison de la de´croissance tre`s rapide de la fonction
x2/ sinh2 x, l’impact de cette modulation implique que le de´lai |ta− tb| entre deux maxima
temporels soit supe´rieur a` 1/ρ. Lorsqu’on tente de prendre en conside´ration inde´pendam-
ment les deux masers successifs, pour un taux de conﬁance supe´rieur a` 98%, on ne trouve
jamais de situation ou` la prise en compte de ce terme en cos2 ame´liore signiﬁcativement
l’ajustement a` la courbe. Cette dernie`re remarque nous a conduit a` ne´gliger ce terme de
modulation.
La transforme´e de Fourier du dernier terme de l’e´quation VI.8 n’admet pas de solution
analytique simple, excepte´ pour le cas tre`s spe´ciﬁque de deux masers aux parame`tres
identiques, centre´s sur des fre´quences diﬀe´rentes : de´clenchement simultane´ (ta = tb) et
meˆme ρ. On trouve dans ce cas particulier pour le carre´ du module de la transforme´e de
Fourier :
A2B2
(
π(ω − (ωa − ωb))
2 sinh pi(ω−(ωa−ωb))
2ρa
)2
+ A2B2
(
π(ω + (ωa − ωb))
2 sinh(pi(ω+(ωa−ωb))
2ρa
)2
(VI.11)
donc, en fait, la meˆme fonction que vue pre´ce´demment, centre´e en ±(ωa − ωb).
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La transforme´e de Fourier des e´missions maser expe´rimentales
Aﬁn de mieux caracte´riser les e´missions maser successives, nous pouvons se´parer ces
diﬀe´rentes e´missions dans des FID individuelles aﬁn d’e´valuer l’application des re´sultats
the´oriques pre´sente´s pre´ce´demment a` chacune d’elles. La de´marche suivie ici consiste a`
calculer la transforme´e de Fourier de ces signaux temporels, puis leur puissance spectrale,
et a` faire l’approximation (par une me´thode d’ajustement) de cette dernie`re par une com-
binaison line´aire de fonctions, compose´e d’une fonction f(0, ρ0) et de fonctions f(ω0, ρ),
de´ﬁnies par :
f(0, ρ0) =
(
πω
2 sinh piω
2
ρ0
)2
f(ω0, ρ) =
(
π(ω − ω0)
2 sinh pi(ω−ω0)
2ρ
)2
+
(
pi(ω + ω0)
sinh(pi(ω+ω0)
ρ
)2
(VI.12)
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Fig. VI.1 – Exemples de puissances spectrales obtenues a` partir de la transforme´e de
Fourier du carre´ du module de l’aimantation transversale. Ces deux spectres correspondent
a` la troisie`me (A) et la septie`me (B) e´mission d’une se´rie de sept masers observe´s pour une
solution contenant 0,05 mol.L−1 de 129Xe polarise´ a` environ 20%. Les meilleurs ajustements
sont repre´sente´s en ligne pointille´e.
————–
L’emploi de 0 a` 3 fonctions f(ω0, ρ) suﬃt ge´ne´ralement a` de´crire les motifs observe´s.
Par exemple, sur la ﬁgure VI.1, on voit l’excellente approximation de la courbe de puis-
sance spectrale par cette combinaison line´aire de fonctions. Meˆme si les bases the´oriques
justiﬁant le recours a` une telle base de fonctions sont discutables, on voit que l’ade´quation
en est excellente, et qu’elles de´crivent tre`s correctement les comportements observe´s. Les
seules exceptions constate´es concernent l’ajustement des premiers masers de chaque se´rie,
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dont les pics a` fre´quence non-nulle sont trop e´largis pour eˆtre ajuste´s de fac¸on correcte.
Les seuls inconve´nients de cette me´thode consistant a` prendre le carre´ du module de la
transforme´e de Fourier de la FID sont les suivants :
• l’utilisation d’une puissance plus grande tend a` lisser les petites variations, et donc
a` renforcer lors des ajustements les poids des zones ou` la fonction est proche de
son maximum. On y perd donc l’information porte´e par les petites structures de la
transforme´e de Fourier, qui deviennent d’un poids ne´gligeable.
• La ne´cessite´ de limiter au maximum les parame`tres d’ajustement, ainsi que le pas-
sage a` la fre´quence carre´e empeˆchent le retour au domaine des temps : les courbes
d’ajustement ne peuvent eˆtre utilise´es pour simuler le signal temporel. En eﬀet, les
diverses approximations (notamment sur la concomitance des masers) et le passage
au carre´ font perdre toute information de phase entre les diﬀe´rentes fonctions f ,
phase qui devrait alors faire elle-meˆme l’objet d’un algorithme d’ajustement.
Le dernier point est re´dhibitoire : l’ajustement d’un nouveau parame`tre serait mathe´mati-
quement hasardeux, car l’analyse consisterait alors plus en une de´composition sur une base
de fonctions qu’en une re´elle recherche de parame`tres physiques composant l’impulsion4.
Ces pre´cautions e´tant e´voque´es, il reste que les re´sultats de´rive´s de la pre´sente me´thode
d’analyse, sans eˆtre de´cisifs, permettent tout de meˆme de donner quelques arguments en
faveur de l’hypothe`se initiale stipulant que la forme des premie`res e´missions est due a`
la superposition de plusieurs masers quasi-concomitants, sur des fre´quences diﬀe´rentes
(typiquement, on observe des diﬀe´rences de fre´quence de l’ordre du hertz).
Le mode`le primaire qui se dessine est donc le suivant : l’homoge´ne´ite´ de champ ma-
gne´tique re´gnant dans la sonde permet l’apparition de regroupement spectral dans le
bain de xe´non, phe´nome`ne ayant pour eﬀet de dissocier l’aimantation globale en clus-
ters de fre´quence localise´s dans l’e´chantillon. L’initiation ale´atoire (car de´pendante du
niveau de bruit a` la fre´quence Zeeman de 129Xe) d’un maser peut entraˆıner de fac¸on
quasi-concomitante l’e´mission d’un autre cluster d’aimantation dans l’e´chantillon, a` une
autre fre´quence, et dont le parame`tre temporel ρ est lui aussi positif, le rendant instable
en pre´sence d’amortissement cohe´rent.
Proprie´te´s temporelles et spectrales
On pre´sente ici les caracte´ristiques de quatre se´ries d’e´missions acquises avec le meˆme
protocole expe´rimental, notamment en aﬃnant l’accord en fre´quence de la sonde en re´-
ception (cf. VII et Re´f. [74]), et dans des conditions de pompage optique identiques. Nous
avons pour cela utilise´ deux tubes de diame`tres diﬀe´rents mais dont le volume de solvant
e´tait calcule´ pour obtenir pendant l’expe´rience un meˆme nombre de spins de xe´non dans le
volume d’induction de la bobine. La concentration de xe´non, de ce fait, variait en fonction
du diame`tre du tube. Nous avons donc utilise´ les quatre concentrations donne´es dans le
tableau VI.1, soit en fait deux quantite´s de xe´non hyperpolarise´ pour chaque tube.
4En effet, la base de´finie en VI.12 est une base de fonctions a` support quasi-compact de hauteur et
d’e´talement variables. Le traitement pre´sente´ dans cette partie est donc extreˆmement proche du principe
d’analyse par ondelettes, dont on sait la puissance pour de´crire des signaux re´solus temporellement. La
prudence est donc de mise quant a` l’extraction de parame`tres ayant un sens physique a` partir de cette
se´quence d’ajustements. . .
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Expe´rience c (mol.L−1) Ne/Ne(A) # Masers FID (en module)
A 0,055 1 7 50 s
B 0,35 ≈ 1 3
50 s
C 0,18 ≈ 2 4 50 s
D 0,028 ≈ 2 11 50 s
Tab. VI.1 – Caracte´ristiques des expe´riences A a` D.
————–
L’examen des colonnes 4 et 5 de la table VI.1 montre que le nombre d’e´missions masers
spontane´es augmente avec la de´croissance du champ dipolaire moyen, conforme´ment a` ce
qu’on pouvait attendre en pre´sence de regroupement spectral. Chaque e´mission a e´te´
analyse´e individuellement a` l’aide des moyens de´crits ci-dessus.
Tous les masers peuvent eˆtre repre´sente´s a` l’aide de la base de fonctions f(ω0, ρ), en
utilisant entre une (avec dans ce cas-la` ω0 = 0) et quatre fonctions, comme illustre´ en
ﬁgure VI.1A. Pour le second cas pre´sente´ (VI.1B), aucune modulation de fre´quence ne
peut eˆtre de´tecte´e par la me´thode utilise´e. Pour les cas de la sorte, le signal temporel est
correctement de´crit correctement par une unique se´cante hyperbolique. Les parame`tres
e´value´s par ajustement ont bien une signiﬁcation physique, mais il faut toutefois garder
a` l’esprit que l’importance des signaux de petite taille a e´te´ fortement diminue´e par le
passage au carre´ du module.
La ﬁgure VI.2 repre´sente pour chaque expe´rience les parame`tres ρ0, ω0 et l’e´nergie
e´mise par chaque maser. Celle-ci repre´sente typiquement plusieurs dizaines de milliers de
fois l’e´nergie e´lectromagne´tique de´livre´e par l’aimantation a` son niveau thermique dans la
sonde apre`s une impulsion de 90°. Cette e´nergie e´mise tend en ge´ne´ral a` de´croˆıtre au fur
et a` mesure de l’expe´rience. Pour les cas A et D utilisant un tube de 5 mm de diame`tre
exte´rieur pour lequel le champ dipolaire moyen est le plus faible, plusieurs e´missions
e´mettent la meˆme quantite´ d’e´nergie ; la de´croissance de l’e´nergie des masers est moins
rapide et moins syste´matique. On voit e´galement sur la ﬁgure que les trois parame`tres
de´rive´s de l’ajustement – l’e´nergie, ρ0 et ω0 e´voluent de fac¸on similaire au cours d’une
se´rie d’e´missions.
Si l’on se base sur le mode`le physique de´crit ci-avant, la de´croissance ge´ne´rale ρ → 0
tout au long d’une se´rie d’e´missions, cause ou aussi bien eﬀet du rallongement des masers,
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Fig. VI.2 – Variations de l’e´nergie e´lectromagne´tique e´mise, exprime´e en nombre d’unite´s
d’e´nergie e´lectromagne´tique e´mise sous forme de rayonnement apre`s une impulsion de (ligne
en traits-points, axe de gauche) 90° au niveau thermique ; variations de ρ0 (symbole ∗, axe
de droite) et de ω0 (symbole ◦, axe de droite – le nombre de points par abscisses indique
le nombre de fonctions utilise´es pour l’ajustement de l’e´mission) pour les expe´riences A
a` D. Pour le premier maser de A, les pics late´raux sont trop e´largis pour permettre une
de´termination fiable de ω0 des fonctions f pour les fre´quences non nulles.
————–
illustre simplement la baisse de l’aimantation longitudinale dans l’e´chantillon, et donc par
voie de conse´quence :
• l’amoindrissement de l’inversion de population des spins de 129Xe synonyme de la
disparition de l’e´nergie magne´tique dans le milieu,
• la diminution du couplage aimantation-bobine donc la disparition de l’eﬀet d’amor-
tissement cohe´rent (eﬀet non-line´aire par rapport a` l’aimantation transversale).
118
En eﬀet, dans le mode`le classique, ρ0 = K/Tr−1/T2 ou`K est le facteur d’hyperpolarisation
de l’aimantation (K = MZ/M0). La se´rie de masers s’arreˆte donc a` saturation de la
condition ρ0 > 0, c’est-a`-dire K = Tr/T2.
Comme de´crit dans le mode`le de traitement pre´sente´, les valeurs calcule´es de ω0 re-
pre´sentent les diﬀe´rences de fre´quences centrales entre les modes. Ces valeurs sont donc
directement lie´es au regroupement spectral, et elles de´pendent naturellement du nombre
de modes utilise´s pour l’ajustement des pics late´raux aussi bien que du choix de la valeur
ρ pour les f(ω, ρ) (ﬁxe´e a` ρ0, ou laisse´e libre comme parame`tre d’ajustement). Ne´anmoins,
les plus grandes valeurs de ω0 observe´es correspondent toujours aux cas pour lesquels le
champ dipolaire est le plus important. Un champ dipolaire important, comme c’est le cas
des expe´riences B et C, induit donc bien un regroupement spectral eﬃcace qui se traduit
par une re´duction de l’e´talement de fre´quences des pics late´raux, permettant ainsi leur
description par un nombre limite´ de fonctions f(ω0, ρ).
Les faiblesses des bases the´oriques du mode`le utilise´ permettant d’introduire les fonc-
tions f , limitent naturellement la possibilite´ d’exploiter les re´sultats obtenus en terme de
signiﬁcation physique intrinse`que. Il reste que le mode`le indique clairement les relations
entre le comportement temporel et ce qu’on peut en pre´dire en conside´rant les possibles
eﬀets du regroupement spectral. Ceci fonde l’interpre´tation des masers multiples sponta-
ne´s comme e´tant le re´sultat chaotique des eﬀets dus aux couplages dipolaires a` longue
distance.
VI.3.2 Vitesse de de´croissance et temps caracte´ristique d’amor-
tissement cohe´rent
Le temps de monte´e des e´missions
Une grande partie de l’e´mission d’un maser peut eˆtre parfaitement de´crite par une
se´cante hyperbolique de parame`tre temporel ρ = K/Tr − 1/T ∗2 . Si ce parame`tre peut eˆtre
de´termine´ expe´rimentalement, nous avons vu dans l’article que la dynamique de spins
entre deux masers conse´cutifs peut entraˆıner une re´organisation de l’aimantation et per-
mettre l’e´mission suivante (cf. ﬁgure 3 et §2.2 de l’article). La connaissance de chacun des
deux termes semble utile, car chacun a une inﬂuence diﬀe´rente sur la dynamique globale
des spins. Malheureusement, les expressions d’une e´mission maser ne permettent pas de
discriminer leurs valeurs respectives. En outre, le regroupement cohe´rent et l’e´largisse-
ment de la raie duˆ aux hautes polarisations empeˆchent d’interpre´ter les spectres 129Xe
pour en extraire T ∗2 et Tr de fac¸on ﬁable [15, 25]. L’approche suivante semble plus a` meˆme
de fournir des re´sultats signiﬁcatifs : plutoˆt que de conside´rer la largeur de raie de la re´-
sonance comme usuellement, on de´termine la vitesse de de´croissance des FIDs (acquises a`
la suite d’impulsion de quelques degre´s), sous la forme Robs2 = −
d|M⊥|
dt
∣∣∣∣
t=0
, en ajustant
le logarithme du module de chaque FID (ln |M⊥|) a` une droite. Pour e´viter les proble`mes
dus au regroupement spectral et aux autres instabilite´s dynamiques associe´es aux champs
dipolaires, seules les 4,5 ms du de´but de la FID (apre`s les 6,5 ms de re´ponse du ﬁltre
digital qu’on omet) sont prises en compte. Cette dure´e d’e´tude, courte en comparaison
de l’inverse de l’e´talement spectral (environ 6 Hz de largeur a` 20% de la hauteur) et de
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Fig. VI.3 – E´volution de la vitesse de variation initiale de l’aimantation transversale de
129Xe (Robs2 = −d|M⊥|dt a` t = 0) pour une se´rie de cinq expe´riences re´alise´es avec des tempe´ra-
tures de spins de xe´non positives et ne´gatives, des concentrations de xe´non et des diame`tres
de tube RMN diffe´rents. Cette vitesse est de´finie comme ne´gative : une augmentation de
l’aimantation apparaˆıt comme une valeur ne´gative sur la figure.
————–
l’inverse du M1 dipolaire (M1 / 6 Hz), est donc a priori seulement de´pendant de Tr/K
(mesure´ de l’ordre de Tr ≈ 4000 s).
La ﬁgure VI.3 montre l’e´volution du parame`tre Robs2 pour une se´rie de cinq expe´riences
acquises dans des conditions identiques en terme de pompage optique et d’accord de
sonde, mais en utilisant deux tubes de diame`tre interne diﬀe´rent et des concentrations
de xe´non diﬀe´rentes, en utilisant le protocole de´crit en Re´f. [15]. Dans quatre de ces cinq
expe´riences, la tempe´rature de xe´non e´tait ne´gative, occasionnant des e´missions maser
spontane´es (correspondant aux expe´riences A a` D de´crites en VI.3.1) avant le de´but de
l’acquisition des spectres xe´non. La dernie`re expe´rience, re´alise´e avec une tempe´rature
positive, permet une meilleure estimation de la concentration et de la polarisation du
xe´non.
Un des premiers re´sultats de cette comparaison est que Robs2 , pour les plus grandes
aimantations en valeur absolue et Ts < 0, peut eˆtre aussi bien positif que ne´gatif. Dans
le cas ne´gatif, cela signiﬁe que l’amortissement cohe´rent domine le terme de relaxation ;
dans le cas positif, (ici, pour [Xe] = 0, 35 mol.L−1), on a au contraire K/Tr < 1/T2. Ce
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re´sultat prouve donc bien que l’aimantation ﬁnale apre`s une ou des e´missions masers n’est
pas une constante.
En outre, pour chaque expe´rience, Robs2 est line´airement de´pendant de l’aimantation
de xe´non. Pour les cinq expe´riences, les pentes sont de plus quasi-identiques. Un tel com-
portement est bien compatible avec une variation du taux de de´croissance transversal duˆ
a` l’eﬀet d’amortissement cohe´rent :
Robs2 =
K
Tr
+R02 (VI.13)
ou` R02 est la vitesse de relaxation transversale du xe´non. Pour l’expe´rience avec une tem-
pe´rature de spin positive ( [Xe] = 0, 18 mol.L−1, tube de diame`tre inte´rieur 1,6 mm),
l’ajustement de Tr donne 4050 ± 130 s. Connaissant la concentration de xe´non, donc le
niveau de son aimantation a` l’e´quilibre thermique (21°C), on peut de´duire de l’e´quation
1
Tr
=
µ0
2
ηQ|γXeM0| (VI.14)
les valeurs des diﬀe´rents parame`tres d’accord de la sonde Nalorac large bande utilise´e :
ηQ =1,1 (tube de diame`tre 1,6 mm) ou ηQ =7,7 (tube de diame`tre inte´rieur 4,2 mm)
pour des tubes RMN standard. 5 Ces valeurs sont tout a` fait compatibles avec les valeurs
annonce´es par Gue´ron et Leroy pour une sonde 1H dans un spectrome`tre a` 276 MHz
(ηQ =5,1).
En comparant la dure´e d’une impulsion 90° a` puissance e´gale, les rapports signal-sur-
bruit et la longueur eﬀective d’un e´chantillon 6, on peut e´galement e´valuer le rapport
ηQ pour la sonde Bruker indirecte utilise´e pour les expe´riences de´crites en chapitre IV :
ηQ ≈ 1, 2 sous l’hypothe`se d’un accord en re´ception parfait (cf. chapitre VII), ce qui, au
moment de l’e´criture de cet article, n’e´tait pas le cas. Si l’on adopte le meˆme coeﬃcient
de de´saccord que celui calcule´ par Leroy et Gue´ron [75], la contribution maximale de
l’amortissement cohe´rent a` la largeur de la raie que l’on peut en de´duire est de l’ordre de
2,1 Hz, soit seulement environ 50% des largeurs de raie a` mi-hauteur de´crites en Re´f. [15].
Les simulations nume´riques eﬀectue´es, base´es sur l’expression analytique de l’aiman-
tation transversale [10], valident e´galement le fait que l’e´largissement de la raie duˆ a`
l’amortissement cohe´rent est quasiment inde´celable pour la gamme d’angles d’impulsion
utilise´e en chapitre (cf. chapitre IV). Il n’est donc pas utile de prendre en compte dans
l’expression Robs2 la de´pendance vis-a`-vis de l’angle d’impulsion.
La vitesse de relaxation transversale directe du xe´non
Comme on peut le voir en ﬁgure VI.3, les pentes de Robs2 (M⊥) sont assez semblables,
mais les ordonne´es a` l’origine varient d’une expe´rience a` l’autre. Si l’on repre´sente ces
5L’incertitude de cette valeur est de l’ordre de 6,5%, mais l’existence d’un biais syste´matique telles
l’approximation line´aire de l’e´volution initiale de l’aimantation, l’hypothe`se de couplages longue distance
ne´gligeables, ou encore la valeur constante de T ∗2 impliquent d’envisager une incertitude plus re´aliste de
l’ordre de 15%.
6Autrement dit, la hauteur du volume d’induction de la bobine. Cette dernie`re a e´te´ mesure´e en
imposant un gradient G = dBz/dz d’intensite´ connue, ce qui permet de remonter a` ∆zeff par G∆zeff =
|∆ω/γH|.
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valeurs ajuste´es R02 (cf. VI.14) en fonction de la concentration de xe´non, on voit apparaˆıtre
(ﬁgure VI.4) une de´pendance line´aire de la vitesse de relaxation transversale directe vis-
a`-vis de la concentration de xe´non :
R02 = 5.49[Xe] + 0.76 s
−1 (VI.15)
ou` [Xe] est la concentration de 129Xe en mol.L−1.
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Fig. VI.4 – E´volution de la vitesse de relaxation transversale directe du xe´non en fonction
de sa concentration.
————–
Une certaine de´pendance de R02 vis-a`-vis de la concentration de
129Xe est eﬀectivement
attendue du fait de la relaxation dipolaire Xe-Xe [1] ; cela dit, la valeur attendue en the´orie
est est bien infe´rieure a` celle constate´e expe´rimentalement. D’autre part, le terme constant,
e´gale a` 0,76 Hz, a pour origine toutes les autres contributions a` la relaxation,7 notamment
celle des inhomoge´ne´ite´s de champ et la relaxation dipolaire solvant-xe´non ou encore
proton-xe´non.
Si l’on ne´glige cette contribution constante de 0,76 Hz a` R02, on obtient pour une
concentration de 0,1 mol.L−1 un temps de relaxation de 1,8 s, soit donc une valeur bien
infe´rieure au temps de relaxation longitudinale directe (≈ 1500 s). Cette grande diﬀe´rence
de temps caracte´ristiques entre relaxation longitudinale et transversale est en comple`te
contradiction avec les pre´dictions the´oriques ; en eﬀet, tous les me´canismes contribuant a`
la relaxation dans le plan transversal devrait avoir un e´quivalent le long de l’axe Oz. Dans
le cas d’un temps de corre´lation τc tre`s court conduisant a` un T1 de 1500 s, on s’attendrait
a` un T2 identique, donc e´galement tre`s long [1].
Les causes de ce contraste peuvent eˆtre l’existence d’une incertitude non prise en
compte, un traitement biaise´ par exemple par l’approximation de la de´croissance de l’ai-
mantation transversale par une exponentielle, ou encore l’invalidite´ des comparaisons entre
des expe´riences pourtant conduites dans des conditions identiques. Il reste que meˆme si
les vitesses de relaxation pre´sente´es en ﬁgure VI.4 font l’objet d’un biais de calcul, le
7L’amortissement cohe´rent, phe´nome`ne cohe´rent et ne de´pendant pas d’un hamiltonien ale´atoire, n’est
pas un processus de relaxation et n’est donc pas inclus ici.
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comportement ge´ne´ral ne peut eˆtre remis en question et indique bien l’existence d’un
phe´nome`ne physique a` l’origine de cet accroissement spectaculaire de la vitesse de re-
laxation transversale directe. Comme possibles contributions a` la relaxation transversale
uniquement, on peut citer les couplages dipolaires longue-distance statiques ou encore un
e´change chimique. Pour ce dernier, plusieurs explications peuvent eˆtre envisage´es :
(1) cre´ation transitoire de mole´cules de Van der Waals : la de´pendance de cette contri-
bution serait alors en [Xe]2 et non en [Xe].
(2) ﬂuctuation de la concentration de xe´non dans l’e´chantillon, puisque [Xe] inﬂuence
fortement (bien que line´airement) le de´placement chimique du xe´non [76].
En l’absence de preuves dans un sens ou dans l’autre, il reste donc plus raisonnable de
conclure seulement a` une contradiction pour l’instant inexplique´e entre la valeur observe´e
et la valeur attendue.
VI.3.3 Comparaison entre R02 et K/Tr
Des expe´riences a` tempe´rature de spin positive comme ne´gative ont e´te´ re´alise´es dans
des conditions identiques a` l’expe´rience B (Ts < 0) de´crite dans le tableau VI.1, a` ceci pre`s
que la lame quart d’onde utilise´e pour polariser le xe´non e´tait tourne´e de 0 ou 90° selon
les cas. Il est donc possible de comparer la vitesse de relaxation transversale directe et le
terme K/Tr pour l’aimantation initiale.
D’apre`s les re´sultats de la section pre´ce´dente, nous avons R02 ≈ 1, 8 Hz et K/Tr ≈
6 Hz. Une rapide comparaison indique que pour les cas ou` Ts < 0, une e´mission est
the´oriquement possible puisqu’a` t = 0,K/Tr > R
0
2 ; cela dit puisqu’on a e´galementK/Tr >
2R02 la valeur ﬁnale attendue pour Mz est positive [77]. Or, les observations expe´rimentales
montrent qu’on est dans le cas contraire, comme on peut le constater par exemple graˆce
a` la la FID de l’expe´rience B en tableau VI.1 ou en conside´rant le signe de de´croissance
de l’aimantation transversale en ﬁgure VI.3.
Pour ces meˆmes expe´riences, la valeur ρ0 calcule´e pour le premier maser est e´gale a`
1,9 Hz 8 et la vitesse de de´croissance initiale pour les expe´riences a` tempe´rature de spins
positive est de 7,3 Hz. En e´crivant ces deux dernie`res valeurs comme e´gales a`K/T ′r±R′2, on
trouve K/T ′r = 4, 6 Hz et R
′
2 = 2, 7 Hz a` t = 0, lot de valeurs satisfaisant bien la condition
essentielle pour obtenir plusieurs masers R′2 < K/T
′
r < 2R
′
2.
Il est cela dit assez improbable que la valeur K/Tr varie de plus de 25% (entre 4,6
et 6 Hz) d’une expe´rience a` l’autre mene´es dans des conditions identiques simplement du
fait de variations involontaires de la concentration de xe´non ou de sa polarisation.9 Cette
diﬀe´rence peut ne´anmoins eˆtre explique´e par le fait que dans un syste`me fortement polarise´
avec une bonne homoge´ne´ite´ et donc propice a` l’apparition de regroupement spectral,
tous les modes sont partiellement de´corre´le´s et ainsi n’e´mettent pas ne´cessairement tous
en meˆme temps. 10 Le parame`tre K/T ′r doit donc par conse´quent, dans ce mode`le, eˆtre
multiplie´ par un facteur f e´gal a` la fraction de volume de l’e´chantillon correspondant au
8Aucune fonction f(ω0, ρ) n’e´tait utile pour de´crire les pics late´raux de ces premie`res e´missions (cf. .
figure VI.2 : un seul point par abscisse pour # Maser =1).
9La variation des diffe´rents parame`tres pour des expe´riences re´alise´es la meˆme journe´e e´tait souvent
infe´rieure a` quelques pour cent.
10Ceci correspond a` une figure de gain inhomoge`ne. Les modes d’e´mission sont certes orthogonaux, mais
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mode en train d’e´mettre. Sous cette hypothe`se, on trouve pour les premie`res e´missions de
chaque expe´rience, des fractions f de l’ordre de 75%.
Le fait que la valeur R′2 calcule´e soit supe´rieure a` R
0
2 peut s’expliquer par une dis-
tribution plus large de fre´quences de re´sonance, ceci e´tant due a` la nature transitoire et
rapide de l’e´mission et hypothe´tiquement pour les raisons e´voque´es en Re´f. [15] et dans la
discussion de la partie IV concernant la variation de la largeur de raie avec la polarisation.
Ces quelques comparaisons qui soule`vent de´ja` un grand nombre d’interrogations ne
sont qu’une autre illustration de la complexite´ de la dynamique de spins a` fortes aimanta-
tions, et de la diﬃculte´ de la caracte´riser du fait de l’apparition de phe´nome`nes transitoires
et chaotiques. La grande importance des couplages dipolaires en fait une dynamique mas-
sivement multi-composantes, qui comme on vient de la voir dans cette section met souvent
en e´chec l’approximation par une aimantation volumique globale et homoge`ne.
VI.3.4 E´missions maser en pre´sence d’un gradient magne´tique
axial
Un des arguments principaux quant au roˆle essentiel des couplages dipolaires xe´non-
xe´non a` longue distance concernant les e´missions chaotiques multiples est la particularite´
que celles-ci apparaissent malgre´ la pre´sence d’un gradient magne´tique mode´re´, typique-
ment de l’ordre de grandeur de Bd.
30025020015010050 s0
Fig. VI.5 – Module de la FID pour une expe´rience re´alise´e en pre´sence d’un gradient
magne´tique mode´re´ selon l’axe Oz. Une se´rie de douze e´missions peut eˆtre observe´e, dont les
profils temporels sont pour la plupart (# 4–8, 10) tout a` fait compatibles avec la description
par une fonction de la forme A sech ρt.
————–
Par exemple, sur la ﬁgure VI.5, on peut voir une suite de douze masers diﬀe´rents.
Hormis la pre´sence d’un gradient, les conditions expe´rimentales sont dans ce cas identiques
a` celles de l’expe´rience A de´crite en tableau VI.1. Le gradient a pour eﬀet d’e´largir la raie
de xe´non de 1,8 Hz. A titre de comparaison, le de´calage du spectre de 129Xe duˆ au champ
Bd a` t = 0 e´tait de l’ordre de γXeBd ≈ 0, 9 Hz. Apre`s cette se´rie, une nouvelle acquisition
couple´s du fait de la pre´sence de la bobine. On peut ainsi se demander si un tel couplage peut aboutir a`
un phe´nome`ne de concurrence entre modes, ce qui rendrait ce processus comparable au « spectral hole
burning » des lasers.
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a e´te´ lance´e, cette fois-ci sans gradient, permettant d’observer une dernie`re et unique
e´mission, relativement intense par rapport aux dernie`res de la se´rie qui la pre´ce`de.
Cette se´rie de douze masers a e´te´ traite´e d’une fac¸on identique a` celle pre´sente´e en
section VI.3.1. L’e´nergie e´lectromagne´tique e´mise et le parame`tre ρ0 ajuste´ sont pre´sente´s
en ﬁgure VI.6.
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Fig. VI.6 – Variations de l’e´nergie e´lectromagne´tique e´mise, exprime´e en unite´s d’e´nergie
e´mise apre`s une impulsion 90°par la meˆme quantite´ de xe´non au niveau thermique (points
relie´s, axe de gauche) ; variations du parame`tre ρ0 ajuste´ (symbole ∗, axe de droite). Pour
l’expe´rience pre´sente´e en VI.5. Le dernier maser (#13) est observe´ quelques secondes apre`s
l’extinction du gradient. Les zones grise´es correspondent a` des pe´riodes pendant lesquelles
aucun battement de fre´quence ne peut eˆtre de´tecte´ dans les e´missions observe´es.
————–
La comparaison avec les mesures reporte´es en ﬁgure VI.2A re´ve`le que l’e´nergie e´mise
par maser est du meˆme ordre de grandeur, meˆme si elle de´croˆıt beaucoup plus vite lors
des premie`res e´missions lorsqu’on est en pre´sence de gradients, cas pour lequel les va-
leurs de ρ0 sont e´galement infe´rieures. Une premie`re interpre´tation, tre`s simple, en est
l’augmentation de R02 en pre´sence d’un gradient ou plus ge´ne´ralement d’inhomoge´ne´ite´s
de B0. On remarque e´galement que sur un grand nombre d’e´missions (cf. ﬁgure VI.6,
ou` les zones grise´es signalent des e´missions monomodes), il n’y a a pas de battement de
fre´quences de´tectable, et les formes temporelles de ces e´missions sont correctement repre´-
sente´es par des se´cantes hyperboliques de la forme A sechρ0t. Ceci est e´galement conﬁrme´
par la transforme´e de Fourier de la FID (et non de son module), sur laquelle on voit un
e´talement spectral re´duit pour chaque e´mission.
La dure´e et la forme de ces e´missions indiquent aussi que les inhomoge´ne´ite´s du champ
statique sont compense´es par le regroupement spectral, et que seul un mode e´met a` chaque
fois – meˆme si les e´missions sont rapproche´es temporellement. Il en re´sulte que, sur cette
expe´rience en particulier, le traitement pre´sente´ en section VI.3.1 ne donne pas de bons
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re´sultats quant a` la de´termination de la fre´quence centrale des pics late´raux. Ce n’est pas
le cas pour une autre expe´rience avec un gradient plus fort (2,7 Hz au lieu de 1,8 Hz)
et un champ dipolaire plus intense (γXeBd ≈ 6 Hz), pour laquelle on observe un maser
unique avec de tre`s fortes modulations, dont on voit la transforme´e de Fourier du module
carre´ en ﬁgure VI.7. Un maser a e´galement e´te´ observe´ une fois les gradients e´teints.
-4 -3 -2 -1  0  1  2  3  4
Frequency (Hz)
Fig. VI.7 – Puissance spectrale obtenue par transforme´e de Fourier du carre´ du module de
l’aimantation transversale, pour une e´mission unique observe´e en pre´sence d’un gradient ma-
gne´tique. L’existence de pics late´raux et partiellement confondus a` respectivement ±1, 5 Hz
et ±2, 2 Hz illustre bien la pre´sence de fortes modulations visibles dans le domaine temporel.
————–
Ces premie`res expe´riences de maser en pre´sence de gradients de champ magne´tique
illustrent bien l’existence d’une relation entre l’inhomoge´ne´ite´ du champ statique et le
champ dipolaire, ce qui peut conduire graˆce au regroupement spectral a` des e´missions
maser. Il semble donc que l’utilisation des gradients axiaux de champ magne´tique statique
soit un bon moyen pour mieux caracte´riser les e´missions, leurs conditions d’apparition, et
aussi pour mieux comprendre le regroupement spectral.
VI.4 Analyse des masers en e´nergie
VI.4.1 Bilan d’e´nergie des e´missions maser spontane´es
Supposons que nous soyons dans le cas d’un maser descriptible analytiquement par les
e´quations de Bloch e´crites pour une aimantation globale homoge`ne (cf. I.34 et Eqns VI.5
& VI.6). La perte d’e´nergie magne´tique dipolaire entre le de´but et la ﬁn d’une e´mission
du syste`me compose´ de l’ensemble des spins nucle´aires concerne´s par cette meˆme e´mission
s’e´crit :
∆Emagn =VsB0(Mz,t→∞ −Mz,t→−∞) (VI.16)
=VsB0M0(Kf −Ki) (VI.17)
=2VsB0M0TRρ (VI.18)
ou` Vs est le volume de l’e´chantillon, Ki et Kf sont les facteurs d’hyperpolarisation de M
respectivement au de´but et a` la ﬁn de l’e´mission. Pour la dernie`re e´quation (Eq. VI.18),
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on a utilise´ l’expression de l’aimantation longitudinale durant une e´mission maser donne´e
par exemple en Re´f. [10].
Par ailleurs, d’apre`s A. Abragam [1], la puissance magne´tique emmagasine´e sous
forme d’e´nergie e´lectrique par la bobine accorde´e exactement a` la fre´quence de Larmor
des spins du syste`me, vaut Vc(2b1)
2/(2µ0), ou` 2b1 est la norme du champ radiofre´quence
e´mis par les spins (B1 e´tant suppose´ homoge`ne dans Vs). La puissance e´lectrique dissipe´e
dans le circuit est en outre e´gale a` [1, 75] :
P =
ωVs
µ0Qη
(2b1)
2
La de´ﬁnition du temps caracte´ristique d’amortissement cohe´rent Tr permet le calcul du
champ radiofre´quence e´mis par l’aimantation nucle´aire :
b1 =
2π
γTR
(VI.19)
On peut donc par conse´quent de´terminer l’e´nergie e´mise sous forme de rayonnement par
l’aimantation :
∆Erad =
∫
P dt =
∫
ωVs
µ0Qη
µ20η
2Q2(M (t))2 dt (VI.20)
En utilisant l’expression de l’e´volution de M⊥ en pre´sence d’amortissement cohe´rent, on
trouve :
∆Erad = 2VsB0M0Trρ (VI.21)
et on a donc bien l’exact e´galite´ ∆Emagn = ∆Erad.
En conclusion, meˆme en pre´sence de relaxation transversale, pour des temps de relaxa-
tion longitudinale tre`s longs devant les dure´es des e´missions (ce qui est le cas a` au moins
deux ordres de grandeur pre`s), l’inte´gralite´ de l’e´nergie magne´tique dipolaire de´pense´e est
retransmise sous forme d’e´nergie radiofre´quence, a` la fre´quence de Larmor de 129Xe. Ceci
est duˆ au fait que la relaxation transversale n’est pas un processus de dissipation d’e´nergie,
mais de dissipation de l’ordre, contrairement a` la relaxation longitudinale. L’e´galite´ entre
e´nergie magne´tique de´pense´e et e´nergie rec¸u par la bobine reste toutefois paradoxale :
en eﬀet, il est le´gitime de se demander si durant l’e´mission maser, il n’existe pas d’e´ner-
gie rayonne´e 11 qui ne soit pas rec¸ue pas la bobine. Pour contourner cette contradiction,
on peut e´voquer l’hypothe`se d’un champ e´lectro-magne´tique localise´, en quelque sorte
identique a` celui d’un laser12.
La variation line´aire de l’e´nergie e´mise en fonction du parame`tre ρ est tre`s bien ve´riﬁe´e
expe´rimentalement. La ﬁgure VI.8 illustre bien la corre´lation observe´e pour les e´missions
des expe´riences A et D. Cela dit, le calcul de l’e´nergie e´mise par l’inte´gration nume´rique du
module de la FID au carre´ donne une moins bonne corre´lation, du fait, tre`s certainement
de l’existence des battements de fre´quence. Dans le cas de la ﬁgure VI.8, la meˆme pente
11En un point de l’espace e´loigne´ de l’e´chantillon de plusieurs longueurs d’onde, l’aimantation peut eˆtre
conside´re´e comme un dipoˆle oscillant a` 138MHz.
12Faisceau cylindrique gaussien le plus souvent.
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Fig. VI.8 – Corre´lation observe´e (sur une meˆme sonde) pour deux se´ries d’e´missions
(concentrations diffe´rentes, expe´riences A et D) entre l’e´nergie e´mise par maser et le para-
me`tre ρ de l’e´mission. L’e´nergie est exprime´e en unite´s d’e´nergie rf e´mise par une aimantation
thermique (K = 1) apre`s une impulsion de 90°.
————–
est observe´e sur l’ensemble des e´missions, car le facteur M0Tr ne de´pend en fait que des
spe´ciﬁcations de la sonde utilise´e.
Si l’on fait l’hypothe`se que meˆme en pre´sence de couplages dipolaires longue-distance
non ne´gligeables, la perte d’e´nergie par le syste`me de spins est toujours inte´gralement
convertie en e´nergie radiative, on peut de´duire des e´quations VI.18 et VI.21 que pour une
se´rie d’e´missions successives :
Ki −Kf = 2TR
∑
ρ (VI.22)
Pour les expe´riences C et D, re´alise´es avec la meˆme quantite´ de xe´non et le meˆme taux
de polarisations en valeur absolue a` t = 0 que pour l’expe´rience re´alise´e a` Ts > 0 ayant
servi a` la calibration de M0 et Tr, on a respectivement KCi − KCf ≃ 20600 ± 800 et
KDi − KDf = 29000 ± 1100. La mesure de l’aimantation longitudinale apre`s les se´ries
d’e´missions maser donne respectivement KCf ≃ 4500 ± 500 et KDf ≃ 4000 ± 500. Par
soustraction, ceci nous donne donc les facteurs d’hyperpolarisation a` t = 0 suivants :
KCi ≃ 25100 ± 950 et KDi ≃ 33000 ± 1200. Si la premie`re valeur est en ade´quation avec
la mesure re´alise´e pour l’expe´rience-te´moin a` Ts > 0 (K = 24300 ± 800), la valeur pour
l’expe´rience D est bien plus grande et peut diﬃcilement eˆtre explique´e par une variation
incontroˆle´e des parame`tres expe´rimentaux.
En dehors des possibles biais dus a` l’extrapolation de la concentration, de l’aimantation
et de Tr qui pre´ce`de, une autre explication, plus vraisemblable, est que ce calcul est base´
sur l’hypothe`se que le volume de l’e´chantillon Vs, c’est-a`-dire le volume concerne´ par
l’e´mission, est constant et entie`rement inclus dans le volume inductif de la bobine. Or, les
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simulations nume´riques re´alise´es et pre´sente´es en §3.2 de l’article du de´but de cette partie
montrent clairement qu’en pre´sence de couplages dipolaires longue-distance, les modes
peuvent se propager via ces couplages en dehors du volume d’induction de la bobine et
cre´er des lobes d’aimantation transversale aux bords supe´rieur et infe´rieur de l’e´chantillon.
L’augmentation apparente de polarisation pourrait donc eˆtre due a` un roˆle plus important
que pre´vu de l’aimantation situe´e en dehors de ce volume, qui contribuerait alors graˆce
aux couplages dipolaires au signal RMN enregistre´.
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VI.4.2 Lien entre e´nergie de´pense´e et fre´quence centrale des
modes
Les e´quations VI.16 a` VI.18 peuvent en fait eˆtre e´crites a` chaque instant t :
∆Emagn(t) = VsB0(Mz(t)−Mz,t=0) (VI.23)
On sait de plus que la fre´quence de pre´cession de´pend de l’aimantation longitudinale, ce
qu’on a vu et exploite´ notamment dans le chapitre IV. Faisons les hypothe`ses suivantes :
(1) le regroupement spectral et l’e´largissement inhomoge`ne de la raie sont de´ja` e´tablis,
se´parant l’aimantation en modes fre´quentiels individuels (cf. encart de la ﬁgure 2
de l’article 2, chapitre IV).
(2) un unique mode participe a` l’e´mission maser conside´re´e ; le reste de l’aimantation
longitudinale, note´e M ∗z , est constant durant l’e´mission de Mz (T1 ≫ ρ) et ge´ne`re
un champ dipolaire global note´ B∗d.
(3) le volume de l’aimantation en train d’e´mettre est assimilable a` un ellipso¨ıde de
parame`tre ge´ome´trique ξ.
Dans le re´fe´rentiel tournant a` la fre´quence de Larmor −γXe(B0 + B∗d) suppose´e donc
constante d’apre`s les hypothe`ses ci-dessus, la pulsation instantane´e du mode en train
d’e´mettre est donc [5, 19] :
ω(t) =
µ0ξγXe
3
Mz(t) (VI.24)
En rapprochant les formules VI.23 et VI.24, on voit qu’on peut donc exprimer l’e´nergie
perdue entre l’instant t→ −∞ et l’instant t en fonction de ω(t) :
∆Emagn(t) = VsB0(Mz(t)−Mz,t→−∞) = 3VsB0
µ0ξγXe
(ω(t)− ω(t→ −∞)) (VI.25)
VI.4.3 Les verrous de la dualite´ temps-fre´quence
La the´orie spectrale de Fourier est parfaitement adapte´e a` la description de signaux a`
support temporel inﬁni, ou du moins tre`s grand devant la dure´e d’une pe´riode du signal
(ou plutoˆt, du pseudo-signal) en question. Le principe de localisation 13 en fait cela dit un
outil de´ja` plus limite´ lorsque le support temporel se trouve re´duit : on voit de´ja` que pour le
signal RMN « classique », la transforme´e de Fourier en forme de lorentzienne est toujours
source de frustration et de limites expe´rimentales du fait de la relaxation transversale qui
ge´ne`re des raies spectrales de plus en plus larges lorsque T2 diminue.
La transforme´e de Fourier classique a de plus l’inconve´nient de perdre l’information
sur la localisation temporelle d’un signal. Ceci est de peu d’importance pour une FID
classique, ou` l’on cherche une fois passe´ dans le domaine spectral a` s’abstraire le plus
possible des informations temporelles porte´es par la phase du spectre en modiﬁant φ0 et
φ1. L’importance de ce proble`me relie´ au passage dans le domaine spectral en est surtout
13De la forme ∆ω∆t ≥ 1
2
ou` ∆t et ∆ω sont respectivement les supports quadratiques moyens temporel
et spectral.
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moindre du fait que le formalisme de la mole´cule moyenne implique des fre´quences de
re´sonance constantes sur toute la dure´e de la FID.
Le formalisme de l’analyse par ondelettes semble a priori moins adapte´, et n’a pas fait
l’objet d’e´tudes durant cette the`se ; en outre, il semble que le processus physique a` l’œuvre
ici soit plus adapte´ a` une description spectrale qu’a` une description ou` l’on introduirait
arbitrairement une base d’ondelettes de formes a` de´terminer.
Pour la description des masers spontane´s, la possibilite´ de localiser temporellement les
fre´quences du signal serait grandement souhaitable puisque, comme on l’a vu en section
VI.4.2, la fre´quence centrale d’une e´mission n’est pas constante et est en fait de la forme
ω−∞+∆ω(1−tanh ρt). Plusieurs solutions sont possibles pour contourner la dualite´ temps-
fre´quence de la the´orie spectrale de Fourier, on ne donne ici que quelques pistes qui ont
e´te´ aborde´es a` la suite du traitement fre´quentiel pre´sente´ dans la section pre´ce´dente.
VI.4.4 La transforme´e de Fourier a` feneˆtre glissante
Une premie`re solution envisage´e fut le spectrogramme ou sonagramme, autrement
dit des me´thodes de transforme´es de Fourier glissantes. Ces me´thodes consistent a` faire
glisser une feneˆtre de Hanning sur l’axe des temps et a` eﬀectuer une transforme´e de Fourier
du signal pour chaque abscisse temporelle. On en de´duit des cartes d’intensite´ en deux
dimensions (temps-fre´quence) dont on peut extraire une fre´quence centrale au cours du
temps.
La ﬁgure VI.10 pre´sente l’e´volution du spectre au cours du temps. Le moirage de la
carte dans la direction des ordonne´es correspond a` la ﬁgure d’apodisation que l’on ne
peut e´viter a` moins d’utiliser une feneˆtre de Hanning trop large. La fre´quence centrale,
extraite et repre´sente´e en ﬁgure VI.10, montre une de´croissance lente (cf. VIII) ainsi
qu’une de´croisance rapide durant l’e´mission. Il est possible que cette variation corresponde
la tangente hyperbolique attendue, toutefois, la variation lente empeˆche d’eﬀectuer un
ajustement pre´cis des parame`tres temporels et fre´quentiels.
Cette me´thode est sujette aux proble`mes de re´solution e´nonce´s plus haut : si on cherche
a` gagner en localisation temporelle donc a` diminuer la dure´e de la feneˆtre de Hanning,
on re´duit le nombre de points de la transforme´e de Fourier et donc la pre´cision sur les
fre´quences pre´sentes durant cet intervalle de temps re´duit. La courbe de fre´quence centrale
instantane´e aura donc de moins en moins de signiﬁcation physique, rendant discutables
les parame`tres ajuste´s trouve´s par la suite. La re´ciproque est bien e´videmment e´galement
vraie. Ainsi, il est utile d’imaginer d’autres me´thodes d’analyse ne posse´dant pas cette
limitation en re´solution.
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Fig. VI.9 – Evolution temporelle du spectre. Les fre´quences les plus intenses sont en
orange, les plus faibles en vert. On voit nettement un glissement de la fre´quence qui adopte
une forme sigmo¨ıde.
————–
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Fig. VI.10 – Evolution temporelle de la fre´quence centrale du spectre 2D pre´sente´ en
figure VI.9 (trait fort). On remarque une superposition d’une de´croissance line´aire constante
et d’une variation brusque, concomitante au maximum de l’e´mission (trait tirete´) maser, et
de forme compatible a` une tangente hyperbolique comme attendu (cf. Eq. VI.6). La vitesse
de de´croissance de cette sigmo¨ıde de´pend en partie de la largeur temporelle de la feneˆtre de
Hanning utilise´e pour l’analyse.
————–
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VI.4.5 Analyse par fre´quence de phase
Les FID utilise´es en RMN, constitue´es de deux signaux entrelace´s proportionnels a`
Mx et My, peuvent eˆtre conside´re´es comme un signal complexe proportionnel a` M+.
Appelons s(t) ce signal complexe avec :
s(t) = |s(t)|eıφ(t)
Si l’aimantation e´tait parfaitement monochromatique, nous aurions, pour tout t, φ(t) = ωt.
En pre´sence d’un signal d’enveloppe a` support non inﬁni, ou d’une modulation de fre´-
quence, φ(t) n’est cependant pas line´aire. Il est donc inte´ressant de de´ﬁnir une fre´quence
instantane´e comme :
νφ(t) =
1
2π
dφ(t)
dt
(VI.26)
Cette de´ﬁnition est tre`s satisfaisante pour les signaux ou` il n’y a pas de superposition
de fre´quence notable. Par exemple, un chirp gaussien line´aire en fre´quence de la forme
s(t) = e−pi(α−ıβ)t
2
eı2piν0t (VI.27)
admet une fre´quence instantane´e (valable pour ν0 ≫ 2
√
1 + (β/α)2)
νφ(t) = ν0 + βt
ce qui est bien ce que l’on voulait. Pour un maser ide´al de la forme
s(t) = A sech ρt eıωste
ıα(ρ tanh ρ(t−t0)−
1
T2
)t
(VI.28)
ou` α = µ0ξγXeM0Tr/3 et ωs = ω0 − ωc, ωc e´tant la pulsation de la porteuse, le calcul de
la fre´quence instantane´e donne (pour peu que ωs ≫ 2ρ, ce qui est notre cas expe´rimenta-
lement) :
2πνφ(t) = ωs + α
(
(1− tanh2 ρ(t− t0))ρ2t+ ρ tanh ρ(t− t0)− 1
T2
)
(VI.29)
ce qui diﬀe`re de la formule ω(t) de´ﬁnie en VI.24 et associe´e a` l’e´nergie. La courbe de
fre´quence instantane´e est repre´sente´e en ﬁgure VI.11. On peut notamment remarquer que
la diﬀe´rence entre la valeur a` t← −∞ et la valeur a` t→∞ vaut 2αρ, ce qui peut e´ven-
tuellement permettre de calculer le facteur ge´ome´trique ξ associe´ a` l’e´mission. Les courbes
obtenues expe´rimentalement graˆce a` cette me´thode ne sont pas toutes exploitables, car
l’expression analytique se complique pour des masers concomitants : en eﬀet, la fre´quence
de phase perd son sens lorsqu’on superpose sur un meˆme intervalle de temps deux signaux
de fre´quences diﬀe´rentes. A titre d’exemple, on peut calculer la fre´quence de phase d’un
battement de deux signaux monochromatiques :
s(t) = aeıω1t + beı2ω2t
La fre´quence instantane´e de ce signal vaut
νφ(t) =
1
2π
(
ω1 + ω2
2
+
1
2
(a2 − b2)(ω1 − ω2)
a2 + b2 + 2ab cos(ω2 − ω1)t
)
(VI.30)
Dans ce cas pourtant tre`s simple, l’interpre´tation physique de s(t) comme somme de deux
harmoniques pures disparaˆıt pour laisser place a` une fre´quence me´diane module´e par des
pics.
133
 0
 1000
 2000
 3000
 4000
 5000
 6000
 7000
 8000
 9000
 10000
 0  2  4  6  8  10  12
 100
 104
 108
 112
 116
 120
 124
 128
 132
FI
D
 m
od
ul
us
 (a
.u.
) Inst. frequency (Hz)
Time (s)
Fig. VI.11 – Emission maser the´orique de parame`tre ρ = 1, 23 s−1 (ligne pointille´e) et
sa fre´quence instantane´e (trait plein) calcule´e d’apre`s son expression en VI.29.
————–
Ajustement aux donne´es expe´rimentales et ge´ome´trie des modes
La somme de deux masers admet quant a` elle une fre´quence instantane´e dont l’ex-
pression analytique est totalement inexploitable ; on peut le constater en ﬁgure VI.12, ou`
la premie`re partie de la courbe est exploitable (avant la premie`re modulation, pour la
premie`re seconde) mais ou` la suite est comple`tement de´forme´e par la pre´sence des modu-
lations. Cela dit, la me´thode donne des re´sultats acceptables pour des masers de ﬁn de
se´rie, ou plus ge´ne´ralement pour des e´missions ne posse´dant pas de modulation de´tectable.
Les ﬁgures VI.14, VI.13 et VI.15 sont des exemples de ce que l’on peut attendre pour de
telles e´missions.
Il est inte´ressant de noter que la ﬁgure VI.14 admet une courbe νφ aux variations
inverses par rapport a` t de celles qu’on peut constater dans les autres ﬁgures, ce que
l’on peut expliquer par un facteur ξ de signe diﬀe´rent pour cette e´mission. Ceci nous
apprend donc que les modes d’e´mission ne posse`dent pas une ge´ome´trie ﬁxe : si certains
semblent plutoˆt allonge´s selon Oz et proches de l’axe du champ (ge´ome´trie correspondant
a` ξ ≈ −1/2), d’autres s’apparentent donc plutoˆt a` des disques minces et aplatis dans le
plan transversal (ξ ≈ 1).
Pour utiliser des me´thodes d’ajustement, il convient de conside´rer des courbes pre´sen-
tant donc peu de modulations (masers uniques) et suﬃsamment intenses, car la de´tection
de la fre´quence instantane´e est tre`s sensible au bruit du signal : en eﬀet, le bruit rajoute
des modulations ale´atoires qui sont ne´gligeables lorsque le signal est intense, mais leur
contribution dans νφ est clairement visible de`s l’instant que celui-ci retombe dans des va-
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leurs infe´rieures a` 10 fois le niveau de bruit. Pour re´soudre ce proble`me, on eﬀectue donc
pre´alablement a` l’ajustement une moyenne glissante de la variable ale´atoire νφ(t) sur un
intervalle de temps compris entre 0,3 et 1,2 s, selon la rapidite´ de l’e´mission, ce qui revient
donc a` appliquer un ﬁltre passe-bas et diminue les variations rapides dues au bruit.
La ﬁgure VI.15 repre´sente une e´mission maser intense, non module´e, sa fre´quence
instantane´e et l’ajustement des parame`tres α, t0 et ρ qui en de´coule. L’expe´rience ayant
abouti a` ce signal a e´te´ re´alise´e dans des conditions identiques a` l’expe´rience B, a` ceci
pre`s qu’un gradient correspondant a` un e´talement de 2, 2 Hz de la re´sonance de 129Xe
e´tait applique´e pendant plusieurs minutes avant la pre´sente acquisition. Le signal visible
correspond a` l’acquisition de la FID quelques secondes apre`s l’extinction des gradients.
La courbe the´orique d’e´mission associe´e aux parame`tres ajuste´s ressemble grandement a`
l’enveloppe expe´rimentale, notamment les deux pentes de monte´e de signal sont presque
confondues. L’ajustement donne ici α =0,007 et ρ =1,9 s−1 (contre 2,08 s−1 par la me´thode
pre´sente´e en VI.3.1), soit un glissement de fre´quence e´gal a` 2αρ ≈0,026 Hz. Ce chiﬀre
semble e´tonnamment faible au regard de l’intensite´ du maser, mais ceci peut s’expliquer
par la ge´ome´trie du mode, qui dans ce cas-la` devait avoir un ξ proche de 0, soit une
ge´ome´trie quasi-sphe´rique.
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Fig. VI.12 – Maser intense pre´sentant de fortes modulations (trait pointille´). On voit sur
la fre´quence instantane´e (trait plein) de nombreux artefacts du type Eq. VI.30 et caracte´ris-
tiques de la pre´sence de signaux concomitants de fre´quences diffe´rentes, sauf sur t = 0− 1 s
ou` il est possible d’ajuster une courbe du type Eq.VI.29 (cf. figure VI.15).
————–
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Fig. VI.13 – Maser peu intense ne pre´sentant pas de modulations. La courbe de fre´quence
instantane´e (trait plein) ne semble pas de la forme attendue vue l’expression en Eq. VI.29,
ce qui peut eˆtre duˆ a` la faible valeur de l’e´nergie de´pense´e durant l’e´mission (d’ou` une tre`s
faible variation de Mz).
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Fig. VI.14 – Maser intense pre´sentant une modulation visible a` t = 6 s. La fre´quence
instantane´e (trait plein) a entre t = 2 et t = 6 s une forme semblable a` celle attendue, avec
toutefois un signe de α contraire a` ceux qu’on peut oberver en figures VI.13, VI.12 et VI.15,
ce qui peut s’expliquer par un signe de ξ diffe´rent dans ce cas-ci.
————–
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Fig. VI.15 – Maser intense non module´ (trait plein). La fre´quence instantane´e (symbole ×
muni de barres d’erreur) est ajuste´e a` une expression du type de´crit en Eq. VI.29, donnant la
courbe en pointille´s serre´s (· · · ). La forme d’enveloppe de l’e´mission associe´e aux parame`tres
α, t0 et ρ trouve´s par le meilleur ajustement est trace´e en ligne tirete´e (−−−).
————–
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Conclusion sur la fre´quence de phase
En conclusion, la me´thode d’analyse de la fre´quence de phase apporte un e´clairage
bienvenu sur le glissement en fre´quence du signal lors de l’e´mission. Malheureusement, sa
sensibilite´ au bruit et aux battements de fre´quence empeˆche son utilisation syste´matique
sur toutes les e´missions, mais il est possible d’envisager des ajustements par exemple pour
confronter les diﬀe´rentes me´thodes d’analyse et trouver une autre mesure du facteur ρ.
L’analyse de diﬀe´rentes courbes obtenues par cette me´thode permet surtout de noter
une grande variation de α, en intensite´ et en signe. Ceci nous renseigne donc grandement
sur la ge´ome´trie des modes, qui semblent adopter de fac¸on chaotique des conﬁgurations
aussi bien sphe´riques, qu’allonge´es et proches de l’axe Oz ou encore plates et localise´es sur
le plan transversal. Les simulations conduites a` l’aide du programme re´alise´ par J. Jeener
et repris par l’e´quipe du laboratoire Kastler-Brossel de l’Ecole Normale Supe´rieure de
la Rue d’Ulm (Paris), pre´sente´es a` la ﬁn de l’article en de´but de cette partie, ont d’ailleurs
conﬁrme´ qu’en faisant varier de fac¸on ale´atoire les conditions initiales de perturbation de
l’aimantation, on peut trouver des modes sphe´riques, cylindriques ou encore localise´s au
centre de l’e´chantillon avec deux lobes a` chaque bout de l’e´chantillon, une ge´ome´trie qui
ne rentre pas dans le cadre de la the´orie permettant de faire le lien entre de´calage en
fre´quence et perte d’aimantation (cf. [13]).
VI.4.6 La transformation de Wigner-Ville
Cette transformation s’attache a` caracte´riser la re´partition temps-fre´quence de l’e´ner-
gie d’une signal temporel analytique [78]. Pour un tel signal nomme´ s(t), la transforme´e
de Wigner-Ville s’e´crit :
Ws(t, ν) =
∫ +∞
−∞
s(t− τ
2
)s∗(t+
τ
2
)e−ı2piντdτ (VI.31)
Ws(t, ν) repre´sente donc la transforme´e de Fourier de la fonction de corre´lation de s,
S(t, τ). Elle est donc bien un indice de la localisation spectrale de l’e´nergie du signal a`
chaque instant. Par exemple, la transforme´e du chirp line´aire de´crit en Eq. VI.27 vaut :
Ws(t, ν) = δ (ν − (ν0 + βt)) (VI.32)
ou` δ est le symbole de Dirac, ce qui signiﬁe ainsi que pour ce signal, l’e´nergie au temps t
est inte´gralement localise´e sur la fre´quence ν = ν0 + βt.
La transforme´e de Wigner-Ville peut e´galement jouer le roˆle de densite´ de probabilite´
[78], ce qui permet de de´ﬁnir une fre´quence instantane´e comme le centre de gravite´ de la
distribution :
νs(t) =
∫ +∞
−∞
νWs(t, ν)dν∫ +∞
−∞
Ws(t, ν)dν
(VI.33)
La transforme´e de Wigner-Ville posse`de l’inconve´nient majeur de ne pas eˆtre un ope´ra-
teur line´aire vis-a`-vis du signal s. Si s est la somme de deux signaux x et y, la transforme´e
de Wigner-Ville de s vaut en eﬀet :
Ws(t, ν) =Wx(t, ν) +Wy(t, ν) + 2Re (Wxy(t, ν))
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ou` Wxy(t, ν) est de´ﬁni comme
Wxy(t, ν) =
∫ +∞
−∞
x(t− τ
2
)y∗(t+
τ
2
)e−ı2piντdτ
Ce terme quadratique est a` l’origine sur la carte en deux dimensions repre´sentantWs(t, ν)
de nombreux pics qualiﬁe´s d’interfe´rences entre les deux signaux x et y, pics d’autant plus
intenses que les deux signaux sont corre´le´s temporellement. Ces interfe´rences brouillent
souvent la lisibilite´ du diagramme temps-fre´quence de s.
Le calcul de la transforme´e de Wigner-Ville d’une e´mission maser pour tout couple
(t, ν) ne semble pas faisable analytiquement. Ceci dit, il est possible de trouver une ex-
pression approche´e de la transforme´e de l’enveloppe, pour t proche de t0 :
Ws(t, ν) ≈ −(KM0Tr)2πωsech
2ρ(t− t0)
2 sinh(πω/2ρ)
(VI.34)
VI.4.7 Conclusion sur la caracte´risation e´nerge´tique
En conclusion, les variations temporelles et spectrales durant un maser et entre les ma-
sers, ainsi que les inconnues en termes d’e´nergie e´mise montrent bien l’inte´reˆt de recourir
a` une analyse en deux dimensions : une dimension temporelle et une dimension spectrale.
Nous avons tente´ plusieurs approches, recense´es ici, sans avoir malheureusement le temps
de les aﬃner et d’en extraire les re´sultats pour chacune. La transforme´e de Fourier glis-
sante a l’avantage d’eˆtre aise´ment interpre´table et les re´sultats obtenus, dont la ﬁgure
VI.10 est un bon exemple, sont souvent exploitables et propices a` l’analyse ; la prudence
est cependant de mise quant aux possibles conclusions sur la dynamique des fre´quences,
du fait de la dualite´ temps-fre´quence. La fre´quence de phase est simple a` calculer et reste
e´galement une me´thode de choix, meˆme si elle se heurte a` des diﬃculte´s pour des signaux
fortement module´s, geˆnant la lecture directe des caracte´ristiques temporelles et spectrales
de l’e´mission.
La transforme´e de Wigner-Ville est une transformation bien plus couˆteuse en temps
de calcul et en interpre´tation des re´sultats, cela dit, comme elle est base´e sur une me´thode
de calcul de corre´lations, elle posse`de naturellement une grande re´sistance au bruit, ce qui
peut, au moins en the´orie, permettre l’analyse de signaux fortement bruite´s. L’emploi de
cette transforme´e pour l’analyse de FIDs tre`s bruite´es ou dans l’analyse du bruit de spins
pourrait donc eˆtre avantageux, mais n’a pas e´te´ teste´ durant la the`se.
Il est enﬁn utile de mentionner la possibilite´ d’utiliser le proton comme sonde indirecte
(par interaction avec le champ dipolaire cre´e´ par l’aimantation du xe´non) : l’analyse du
de´calage des fre´quences du spectre proton de fac¸on concomitante a` l’enregistrement d’une
e´mission maser permet d’avoir de la meˆme manie`re une analyse en temps re´ele de la
fre´quence longitudinale du xe´non ; ceci dit, cette analyse n’a d’inte´reˆt pour l’e´tude d’un
maser que si la pe´riode d’e´chantillonnage en fre´quence (donc le de´lai entre deux spectres
proton) est infe´rieur a` 1/ρ, il faut donc observer une espe`ce protone´e avec un tre`s faible
T1, mais ceci implique en contrepartie une erreur sur la de´termination de la fre´quence
centrale. Une telle expe´rience a de´ja` e´te´ tente´e a` raison d’1 spectre proton toutes les 3
a` 5 secondes, en utilisant deux spectrome`tres enregistrant chacun la FID d’une espe`ce
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diﬀe´rente (en eﬀet, le spectrome`tre Avance II 500MHz de Bruker ne peut enregistrer plus
d’un canal d’acquisition a` la fois).
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Chapitre VII
Accorder une sonde RMN graˆce au
bruit de spins
VII.1 Introduction
Les expe´riences mene´es sur les e´missions maser autonomes requie`rent un tre`s fort
taux de polarisation mais e´galement un bon accord de sonde, aﬁn d’obtenir un champ
d’amortissement cohe´rent le plus intense possible, et exactement en quadrature de phase
avec M⊥. Comme l’expe´rience le prouve, c’est a` ce prix seulement que l’on peut obtenir
des masers multiples nombreux en RMN des liquides. Or, les spectrome`tres industriels
sont livre´s avec des programmes permettant d’accorder la sonde en y connectant le circuit
d’e´mission d’impulsions radiofre´quence1 ; ce circuit n’est jamais strictement identique au
circuit utilise´ pour la re´ception, du fait, entre autres, de la pre´sence de diodes teˆte-beˆche
entre le point d’entre´e du courant radiofre´quence d’excitation dans la sonde et le point en
entre´e de la chaˆıne de pre´ampliﬁcation pour la re´ception. On constate donc sur certains
spectrome`tres de 100 a` plus de 500 kilohertz d’e´cart entre la fre´quence d’accord de la
sonde « a` l’e´mission » et la fre´quence d’accord « a` la re´ception ».
Cette partie expose donc un proce´de´ n’utilisant aucunement la chaˆıne d’e´mission,
me´thode base´e uniquement sur la re´ception a` partir du bruit des spins [79] pre´sents dans
l’e´chantillon a` l’inte´rieur du volume d’induction de la bobine.
A titre d’exemple, cette me´thode, pour des expe´riences mene´es dans des conditions
identiques, peut permettre l’observation de douze masers successifs la` ou` l’on n’en aurait
vu que trois pour un accord classique re´alise´ a` l’aide de la commande « wobb ».
La me´thode rece`le ceci dit un avantage plus ge´ne´ral pour la RMN ; en eﬀet, elle conduit
a` une augmentation du rapport signal-sur-bruit, certes de´croissante en fonction du gain du
re´cepteur-digitaliseur, mais substantielle a` bas gain : plus de 20% pour un gain nume´rique
infe´rieur a` 16. De plus, le re´glage de l’amortissement cohe´rent en quadrature de phase
permet d’obtenir des raies de re´sonance plus syme´triques, ce qui peut ame´liorer l’eﬀet des
sous-se´quences RMN ou des appareillages destine´es a` l’annulation de son eﬀet [80, 81].
1L’accord est re´alise´ en minimisant le courant re´fle´chi par le circuit e´lectronique de la sonde.
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VII.2 Publication
L’article qui suit est actuellement sous presse dans Journal of Magnetic Resonance
(DOI : 10.1016/j.jmr.2008.04.026 ). Ce travail fait e´galement l’objet d’une demande de
brevet.
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a b s t r a c t
By using spin-noise type measurement we show that the resonance frequency of the reception circuit of
classical NMR spectrometers does not match the Larmor frequency even if, in emission, the electronic cir-
cuit is perfectly tuned at the Larmor frequency and matches the amplifier impedance. We also show that
this spin-noise method can be used to ensure a match between the Larmor frequency and the reception
circuit resonance frequency. In these conditions, (i) the radiation damping field is in perfect quadrature to
the magnetization and (ii) the NMR signal level and potentially the signal-to-noise ratio, are enhanced.
This choice induces a change of the probe resonance frequency by several hundreds of kHz for 500 or
700 MHz spectrometer. We show that the resulting mismatch condition for emission can be removed
by adding other tuning and matching degrees of freedom located on the excitation line (or by symmetry
on the reception line) decoupled to the probe resonance circuit by the crossed diodes.
! 2008 Elsevier Inc. All rights reserved.
1. Introduction
We have recently reported the observation of spontaneous mul-
tiple chaotic maser emissions [1] using laser-polarized xenon with
magnetization anti-aligned with the static magnetic field. This type
of phenomenon corresponds to maximal interaction between the
transverse nuclear magnetization and the detection coil through
the so-called radiation damping effect. This old-story phenomenon
corresponds to a non-linear retroaction on the magnetization: the
precessing magnetization creates a current in the coil by induction
which, in return, creates an oscillating magnetic field at the exact
Larmor frequency that interacts with the nuclear magnetization
[2,3]. The precessing magnetization and the radiation-damping
field in the rotating frame are in exact quadrature only when the
coil is perfectly tuned at the Larmor frequency [4]. This was the
case for the multiple maser experiments but a preliminary key
question was how to ensure such a perfect tuning.
In this article, we show that since the excitation and detection
pathways are distinct, the parasite capacities and inductances of
diodes and wires modify the resonance frequencies of the two cir-
cuits. We illustrate this discrepancy by using principles based on
spin-noise detection [5–9], and accordingly an alternative method
of frequency tuning, optimized for the reception circuit, is sug-
gested. We also show that when the electronic resonance fre-
quency of the reception circuit matches the Larmor frequency,
the NMR signal is improved and the impedance matching of the
emission line can however be restored.
2. Results
2.1. Tuning according to the reception channel
Fig. 1 describes a classical NMR probe [10]. The two capacities Ct
and Cm ensure that the coil of inductance L and resistance r is tuned
at the Larmor frequency of the studied nuclear spins, x0. On the
other hand, two sets of crossed diodes in positions A and B are used
to separate the emission and detection circuits. Classical proce-
dures to ensure that the probe is tuned at the Larmor frequency
and matched at the amplifier impedance (usually 50 X) consist
either in using a Balun circuit with a wobbulator or in using a bidi-
rectional coaxial coupler to monitor reflections towards the ampli-
fier [11]. In any case these methods ensure a proper delivery of the
amplifier power to the probe. We define these approaches as fre-
quency tuning according to the emission circuit.
After these steps, the quality of the frequency tuning according
to the reception circuit, i.e. through the point B of Fig. 1 was inves-
tigated using a spectrum analyzer located at the output of the pre-
amplifier. As observed in Fig. 2A, the Bode diagram revealed that
the resonance frequency of the detection circuit was 699.8 MHz
while it was tuned in emission at 700.13 MHz. Note that (i) using
other reference resistances, when the frequency tuning according
to emission circuit is made with a Balun circuit, or (ii) using other
tuning schemes based on the concept of minimizing reflections al-
ways led to a discrepancy between the Larmor frequency and the
resonance frequency of the reception circuit. Moreover the com-
parison of the noise level in power at these two frequencies
(Fig. 2) revealed a difference of 1.1 dB, which meant that the
NMR signal could be enhanced by about 25% with proper
adjustment.
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Using this measurement scheme with help of a spectrum ana-
lyzer, the tuning of the reception circuit at the proton Larmor fre-
quency was performed by changing the tuning capacity Ct. A Bode
diagram as that of Fig. 2B was obtained, revealing a perfect agree-
ment between the amplification of the probe’s resonant circuit and
the Larmor frequency.
The NMR spectrometer can be used in place of the spectrum
analyzer to determine the response of the reception circuit. A high
number of FIDs is acquired with a large bandwidth and no rf exci-
tation. They are summed after Fourier transformation and power
spectrum calculation. The obtained spectrum corresponds to the
frequency response of the reception circuit which is exactly the
one used for any NMR acquisition scheme. Maximizing the average
noise level ensures that one obtains a perfect match between the
reception circuit’s resonance frequency and the Larmor frequency.
This is the procedure we used in the case of xenon multiple masers
[1]. Using this principle, we have also observed a discrepancy in the
electronic resonance frequencies of the emission and reception cir-
cuit (see Fig. 3). This solution, even if it is slower than resorting to a
spectrum analyzer, ensures the correct tuning of the exactly used
electronic reception circuit.
We have observed such a discrepancy of resonance frequency
between the excitation and detection circuits on all tested appara-
tus: direct or inverse probeheads, cryoprobe, 500- or 700-MHz
spectrometers and even for nuclear spins other than the proton.
Depending on the quality factor Q of the probe, the frequency mis-
match was found to be about several hundreds of kHz and could be
as large as 750 kHz for 1H probe with coil at room temperature.
2.2. Spin-noise measurements
The difference of resonance frequency of the excitation and
reception circuits has direct effect on the NMR spin dynamics
when the magnetization of a studied sample component and the
coil properties are sufficient to induce radiation damping [2,3]. In-
deed during acquisition, the reception circuit is the relevant one.
Hence if its electronic resonance frequency xc differs from the Lar-
mor frequency x0, the radiation-damping field is no longer in
phase quadrature with the magnetization, leading to phase distor-
tions of the NMR signal detected after rf excitations [4].
For such a sample where radiation damping is present, its NMR
spectrum can be determined by the spin-noise approach [7].
McCoy and Ernst have shown that, for a system at thermal equilib-
rium, the spin-noise spectral density WU(x) !WU(1) is propor-
tional to:
WUðxÞ !WUð1Þ /
1þ aðDxÞkr
1þ aðDxÞkr½ &
2 þ dðDxÞkr þ 2Q x! xcð Þ=xc½ &
2
ð1Þ
where Dx = x ! x0, a(Dx) and d(Dx) are the normalized absorption
and dispersion NMR signals and kr is the radiation-damping rate.
The inspection of this equation as a function of x ! xc reveals that
the noise level far from spin resonance (|x ! x0|' kr) is maximum
for x ’ xc. Also only when this tuning condition is matched, Eq. (1)
is reduced to a pure absorption Lorentzian function appearing as a
dip:
WUðxÞ !WUð1Þ / 1!
kr k2 þ krð Þ
k2 þ krð Þ
2 þ Dx2
ð2Þ
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Fig. 2. Noise level measured on a cryoprobe with an ethyl-benzene sample. They
were measured after frequency tuning in emission A or in reception B. The Bode
diagram illustrates in A, a difference between the probe resonance frequency and
the Larmor frequency on the order of 290 kHz. In B, the tuning is correct. The
absolute values of the noise level in dB are only indicative since the measurements
were not shielded thus they depend on the local-time surrounding noise.
L, r
Ct
Cm
λ/4
To amplifier
Emission line
Reception
line
Preamplifier
B
A
Fig. 1. Schematic representation of an NMR probe with the decoupling diodes.
Probe frequency tuning according to the emission circuit is done through point A,
while for the reception circuit, monitoring takes place through B.
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with k2 the nuclear spin transverse self-relaxation rate. If the condi-
tion x ’ xc is not fulfilled, the spin resonance appears as an asym-
metric peak superimposing on the average noise level [7,9].
Spectra of Fig. 3 were obtained using this method with a probe
tuned according to the emission circuit (A) or according to the
reception circuit (B). As measured by the Balun system of the spec-
trometer (‘‘wobb” command), the electronic resonance frequency
of the emission circuit for the spectrum A was 700.13 and
700.49 MHz for the spectrum B. In the first case, the NMR peaks
are asymmetric, a feature already observed [7–9]. This is a direct
illustration of a difference between the resonance frequencies of
the reception circuit xc and of the nuclear spins x0. When the
probe is tuned according to the reception circuit using the method
described above, NMR resonance peaks appear as pure absorption
Lorentzian shapes (Fig. 3B). Indeed for this experiment, we took
benefit from this phase condition to carefully adjust the tuning fre-
quency of the probe according to the reception circuit. These
shapes prove that in this tuning condition the radiation-damping
field is in perfect quadrature to the transverse magnetization. As
discussed in the previous section and in agreement with Eq. (1),
one can notice that the average noise level of spectrum B, i.e. out
of the nuclear spin resonance peaks, is higher than that of spec-
trum A. This corresponds to the tuning condition which can be
used for all NMR systems, even in the absence of radiation-damp-
ing effect. In fact, this result is another illustration that, according
to the reception circuit, the frequency tuning is better in B than
in A.
2.3. Signal improvement and signal-to-noise ratio
As expected from the Bode diagram (Fig. 2) or average noise le-
vel (Fig. 3), by matching the resonance frequency of the reception
electronic circuit to the Larmor frequency, an enhancement of NMR
signal amplitude is observed (Fig. 4). The net signal improvement
computed as (IB ! IA)/IA, corresponds to 28% as measured in signal
amplitude and 31.5% as measured in integrals.
This improvement in signal amplitudes can also be observed
when looking at the signal-to-noise ratio. Fig. 5 reveals an improve-
ment on the order of 30% for a large range of receiver gain. For the
largest receiver gains, the two values saturate at the same level. A
similar behavior was observed for the noise level computed on a
200-Hz range. Indeed, the improvement of the probe sensitivity by
tuning according to the reception circuit increases the NMR signal
but also the noise; keeping a priori the ratio constant. Now, the recei-
ver gain level defines the number of digits available to quantify the
noise and the signals. This adds a new noise source, referenced as
the digitalization noise, which is predominant in our experiments
at low receiver gain levels: for the largest gain levels, the sensitivity
of the receiver allows a proper measurement of the electronic noise
and thewhole noise of the experiment is thenmainly defined by the
probe noise, whereas for small receiver gain levels, only the signal is
correctly digitalized. Hence, the NMR signal improvement allowed
by the correct tuning of the probe is reproduced after digitalization
3.03.54.04.55.05.56.06.5 ppm 3.03.54.04.55.05.56.06.5 ppm
A B
Fig. 3. Spin-noise power spectra of a concentrated saccharose sample at 700 MHz. No baseline correction was applied. A The probe is perfectly tuned and matched according
to the emission. The resonance peak shapes are asymmetric. B When the probe is tuned according to the reception, signals of pure absorption Lorentzian shape are obtained
(Eq. (2)). One can also notice that the average noise level (materialized by the dotted line) is higher in the case of B, an other illustration of a better adjustment.
2.652.702.752.80 ppm2.652.702.752.80 ppm
A B
Fig. 4. Comparison on a reference sample (0.1% ethyl-benzene in chloroform) of the
improvement in signal amplitude allowed by the tuning according to the reception
circuit (B) relative to the classical procedure (A).
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Fig. 5. Evolution of the signal-to-noise ratios as a function of the receiver gain for
the tuning according to emission (dotted line) and to reception (solid line). The
values are averaged performed on five (open symbols) or 10 (solid symbol) inde-
pendent measurements. The signal was measured on the methylene signal of a
0.02% sample of ethyl-benzene in chloroform and the noise computed on 2 ppm.
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while the increase of the probe electronic noise level is truncated by
the resolution of the digitizer. This derivation does not take into ac-
count the preamplifier noise.When its contribution is nonnegligible
compared to the probe noise, a rapid calculation indicates that the
tuning according to reception always leads to a better signal-to-
noise ratio, whatever the receiver gain level.
3. Discussion
Adjusting the Ct and Cm values of the probe for matching the
electronic resonance frequency of the reception circuit to the Lar-
mor frequency exhibits two advantages:
( It allows the obtaining of larger signals and potentially larger
signal-to-noise ratio than those obtained with the classical tun-
ing procedure;
( It ensures that radiation-damping field is in quadrature to the
transverse magnetization. Hence the resonance line of nuclear
magnetization exhibiting radiation damping remains symmetric
[4]. It is consequently easier to suppress them by classical tech-
niques (see for instance Refs. [12,13]). Also maser responses
become more predictable.
However, since we have shown that the emission and detection
circuits are not tuned at the same frequency, in conditions opti-
mized for reception, the emission circuit is no longer tuned at the
Larmor frequency and matched to the amplifier impedance. An
obvious consequence effectively observed is the increase of the
90" pulse durations. Using the same amplifier power, it was equal
to 6.35 ls when the probe was tuned according to emission and
7.10 ls when the reception was optimized (case of Fig. 4). Indeed
since the system is no longer matched at the amplifier impedance,
part of the power it delivers is lost in the transmission line and re-
flected to the amplifier. If this appears of little importance for stan-
dard 1D experiments, it is clear that acquiring spectra with pulse
sequences requiring strong rf irradiations, for instance for decou-
pling or recoupling, would become problematic. Supplementary
tuning and matching capabilities are consequently needed. This
supplementary adjusting electronic circuits, typically composed of
inductance or capacitance elements, can be put at point A of Fig. 1
(before the diodes on the amplifier line) and/or B (after the diodes
on the reception line) in order to have, asmuch as possible, no influ-
ence on the resonance frequency of the other part of the circuit.
As an illustration, after having optimized the probe tuning
according to the reception circuit and thus keeping the Cm and Ct
values constant, we havemodulated the length of the wire between
point A and the amplifier, i.e. changing the impedance of the emis-
sion line. The monitoring of the quality of the frequency matching
according to the emission circuit was performed by using a bi-
directional coaxial coupler. Thanks to this matching capability, at
constant power, the duration of the 1H 90" hard pulse was reduced
back from 7.10 to 6.65 ls, revealing a concomitant decrease of re-
flected power. We have checked by spin-noise measurements that
the correctness of the frequency tuning according to the reception
was conserved. Also signal-to-noise measurements clearly indi-
cated that this impedance matching, performed on the emission
line, did not affect at all the improvement in sensitivity allowed
by ensuring a proper matching between the electronic resonance
frequency of the reception circuit and the Larmor frequency.
4. Conclusions
We have observed that tuning a probehead according to the
emission circuit systematically leads to a mismatch between the
reception circuit’s resonance frequency and the Larmor frequency.
We have shown that the tuning in reception is possible using a pro-
tocol based on the spin-noise measurement method. Using this ap-
proach an improvement in signal with respect to the classical
approach on the order of 25–30% was achieved, and when the
probe is tuned in these conditions, the radiation-damping field is
exactly in quadrature relative to the magnetization. This ensures
symmetric resonance lines and thus easier conditions to suppress
solvent signals. Obviously, by tuning the circuit according to the
reception, impedance matching between the amplifier and the
probe requires extra degrees of freedom. By adding these degrees,
we have shown that power reflection in the emission line can be
minimized while the advantages associated to reception tuning
are conserved. The potential of the present method in terms of sen-
sitivity enhancement when the gain amplifier is limited by large
signals, for instance resulting from solvents or buffers, and in terms
of the quality of solvent signal suppressions makes us believing
that these simple improvements should rapidly be implemented
on commercial spectrometers.
5. Experimental
All experiments reported here were performed at 293 K on a
Bruker Avance 700 spectrometer equipped with a TCI cryoprobe.
The sample was either the standard 1H signal-to-noise reference
sample (ethyl-benzene at 0.1% in deuterated chloroform) from Bru-
ker, a degassed diluted version (0.02% of ethyl-benzene) or a D2O
solution containing 0.7 g of saccharose.
The signal-to-noise measurements were performed using the
standard protocol (Bruker ‘‘sinocal” automatic program). It con-
sisted after signal acquisition, exponential line-broadening and
Fourier transformation, in the calculation of the ratio of the meth-
ylene peak signal (2.8 ppm) to a base-line corrected root-mean
square deviation of the noise in a 200-Hz or 2 ppm domain located
between 2.8 and 7 ppm. Its location was automatically chosen to
optimize the signal-to-noise ratio. For each gain value, the values
of signal-to-noise ratio of Fig. 5 correspond to mean values com-
puted on 5 or 10 different spectra (same number for the two fre-
quency tuning schemes).
Spin-noise spectra (Fig. 3) were obtained by acquiring, without
excitation, 700 FIDs composed of 2048 points on a spectral band-
width of 6410 Hz. Each one was Fourier-transformed, and the
power spectrum calculated. They were then summed.
Bode diagram of the Fig. 2 were obtained using a E4411B spec-
trum analyzer from Agilent Technologies. The pulse sequence used
on the spectrometer was just a very fast succession of long acqui-
sitions with no rf excitation.
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VII.3 E´le´ments comple´mentaires
VII.3.1 Simulation SPICE du de´calage e´mission/re´ception de la
fre´quence d’accord
Il est possible de simuler le de´calage en fre´quence d’accord entre le mode « e´mission » et
le mode « re´ception » duˆ a` la non-e´quivalence entre les deux circuits incrimine´s. Le logiciel
SPICE2 est largement utilise´ pour la simulation de circuits e´lectroniques line´aires ou non
en re´gime stationnaire aussi bien qu’en mode transitoire. La capacite´ a` aﬃner les simula-
tions en y incluant du bruit de´pendant de la tempe´rature de travail et des caracte´ristiques
physiques des composants en font une plate-forme de simulation extreˆmement comple`te
et utilise´e quasi-syste´matiquement par les industriels entre autres.
Pour simuler une sonde RMN, on utilise une description basique de celle-ci, qu’on peut
par exemple trouver en Re´f. [82] sous diverses formes. La description utilise´e est sche´ma-
tise´e en ﬁgure VII.1. La bobine non ide´ale est repre´sente´e comme une juxtaposition en
se´rie d’une inductance ide´ale L et d’une re´sistance Rbob. La sortie de la chaˆıne d’e´mission
est repre´sente´e par le point A ; l’injection de la puissance dans la sonde se fait a` travers
des diodes teˆte-beˆche. Les lignes ﬁlaires entre les points 1 et 2 et entre les points 2 et B
sont des lignes de propagation de mode`le L-TRA type LC de longueur variable.
Les valeurs choisies sont re´capitule´es dans le tableau VII.1. Elles permettent de simuler
en premie`re approche – et en l’absence de renseignements sur les composants de la sonde
Bruker TBI500 – une sonde accorde´e a` 500 MHz. Les emplacements des sources utilise´es
en excitation du circuit sont marque´es sur la ﬁgure VII.1 : en A (vin) pour l’analyse en
e´mission, avec une hauteur de signal de 10 kV et aux bornes de la bobine « re´elle » (vbob)
pour l’analyse en re´ception, avec une hauteur de signal de 10 µV. Ces diﬀe´rentes hauteurs
expliquent les valeurs diﬀe´rentes constate´es pour chacun des deux cas en dBm, visibles sur
la ﬁgure VII.2. Cette diﬀe´rence d’e´chelle n’a pas d’importance puisqu’on ne compare pas
en ordonne´es une courbe avec l’autre, mais bien les valeurs relatives de chaque courbe.
La longueur de caˆble variable entre 2 et B fait oﬃce, comme c’est le cas dans la
re´alite´, de ligne a` retard. Cette valeur ﬁctive est ajuste´e avant la mode´lisation de manie`re
a` obtenir a` 500 MHz au point B un nœud de l’onde e´lectromagne´tique, aﬁn de prote´ger
le pre´ampliﬁcateur lors de l’e´mission des impulsions de haute amplitude par le canal
aboutissant en A.
Les diagrammes de Bode de´duits de la simulation sont pre´sente´s en ﬁgure VII.2 ; ils
apparaissent cohe´rents avec les observations expe´rimentales et indiquent que le circuit
simpliﬁe´ choisi rend bien compte de la nature du proble`me. On constate un de´calage entre
la fre´quence de re´ception (frec) et la fre´quence d’e´mission (fem) un de´calage de 680±32 kHz
avec une valeur supe´rieure pour frec. Ce de´calage induit une perte potentielle de gain
en re´ception de 0, 43 ± 0, 03 dB dans le cas ou` l’on accorderait le circuit en e´mission
(et non en re´ception) sur la fre´quence de Larmor des spins, par l’interme´diaire de la
commande « wobb ». Ces valeurs sont tout a` fait en accord avec les valeurs mesure´es sur
le spectrome`tre 500 MHz Bruker Avance II du laboratoire, ou` l’on rele`ve un de´calage en
2SPICE : « Simulation Program with Integrated Circuit Emphasis ». La version utilise´e ici est MacSpice
3f5, version MacOSX mise a` jour et compatible avec Berkeley SPICE 3f5.
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Composant Valeur/Re´f. Composant Valeur/Re´f.
L 50,7 nH Rbob 0,5 Ω
CT 1,1 pF CM 1,0 pF
D1−4 D1N4148 Sources en tension
Mode`le de ligne L-TRA
Impe´dance caracte´ristique 50 Ω
Inductance line´ique 0,2 µH.m−1
Capacite´ line´ique 80 pF.m−1
Tab. VII.1 – Liste des composants et de leurs caracte´ristiques utilise´s pour la simulation
SPICE.
————–
fre´quences d’accord de 350 kHz 3 et une perte en gain de re´ception de l’ordre de 0,3 dB.
La ﬁgure VII.2 montre que le facteur Q est tre`s diﬀe´rent en mode« e´mission » et en
mode « re´ception » : on observe Qe = 131, 6 et Qr = 68, 8, soit Qr/Qe ≈ 0, 5. Ce facteur
1/2 ne semble pas avoir d’origine physique, quoique Qe soit tre`s proche des valeurs qu’on
peut attendre d’une telle sonde pour laquelle la facteur de qualite´ est ge´ne´ralement compris
entre 100 et 200. Cela dit, cette particularite´ disparaˆıt lorsqu’on ajoute une re´sistivite´ aux
caˆbles de transmission du signal, meˆme si celle-ci est faible (de l’ordre de quelques ohms).
Tre`s vite, Qe baisse et on atteint des facteurs de qualite´ alors tre`s proches l’un de l’autre.
Cette simulation, conduite pourtant sans les caracte´ristiques exactes des composants
utilise´s pour la fabrication des sondes, montre que l’origine suppose´e de la perte de sensibi-
lite´ a` bas gain de re´cepteur, inhe´rente au fait de privile´gier l’accord de sonde en e´mission,
est correctement interpre´te´e dans l’article pre´sente´ dans cette partie et dans le brevet
associe´. Les solutions envisageables pour pallier ce proble`me de de´saccord entre les deux
modes (e´mission/re´ception) pourront ainsi eˆtre simule´es avec proﬁt dans ce mode`le simple,
notamment l’ajout d’e´le´ments capacitifs ou de Q-switches en divers points du circuit.
Enﬁn, il est possible d’utiliser le logiciel SPICE pour eﬀectuer des simulations de
bruit e´lectronique dans un circuit, en utilisant des mode`les pre´-e´tablis de re´sistances,
responsables en majeure partie de ce bruit en tensions ; on peut donc envisager de simuler
les diﬀe´rentes solutions techniques au de´calage fre´quentiel entre e´mission et re´ception, et
d’e´valuer leur impact en terme de rapport signal-sur-bruit de la sonde.
VII.3.2 Le bilan en bruit d’une chaˆıne d’acquisition en RMN
Aﬁn d’expliciter un peu plus pre´cise´ment les re´sultats pre´sente´s dans l’article qui
pre´ce`de, on peut recenser les diﬀe´rentes sources de bruit en tension dans une chaˆıne
d’acquisition e´lectronique en RMN. Le bruit peut avoir trois origines diﬀe´rentes :
• Le bruit thermique dans la sonde
Cette source de bruit est due aux e´le´ments re´sistifs de la sonde, des caˆbles et de
l’e´chantillon (pertes die´lectriques), ge´ne´rant un bruit thermique de type Johnson.
3Avec e´galement frec > fem
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Teˆte de sonde RMN
Re´ception
vin
−
+
∞
CM
CT
LRbob
vbob
BA
1
2
DIGIT
Fig. VII.1 – Sche´ma de sonde RMN utilise´ pour les simulations SPICE pre´sente´es. Les
connexions bnc 1–2 et 2–B sont mode´lise´es par des lignes dispersives de type LC (mode`le
de ligne L-TRA).
————–
On note Bsonde la puissance spectrale moyenne de bruit en tension a` la fre´quence de
Larmor des protons 4.
• Le bruit de pre´amplification
Tout ampliﬁcateur posse`de une ﬁgure de bruit sur sa gamme de fre´quences de travail.
Les mesures releve´es sont comprises entre -80 et -120 dBm pour les pre´ampliﬁcateurs
dits chauds, et encore bien infe´rieurs sur un ampli de cryosonde. On note Bamp le
niveau de bruit moyen duˆ a` l’ampliﬁcateur. On appelle α le gain de l’ampliﬁcateur.
• Le bruit de quantification
La chaˆıne d’acquisition se termine par un convertisseur analogique-nume´rique. On
appelle « gain de re´cepteur » le facteur de´ﬁnissant le niveau de tension du signal
analogique associe´ au bit le moins signiﬁcatif du signal nume´rique en sortie. Il re´-
sulte de cette ope´ration un signal d’erreur assimilable a` un bruit, nomme´ bruit de
quantiﬁcation, dont on note la puissance spectrale5 BCAN . Soit q l’e´chelon de ten-
sion ; on a alors la relation (donne´e par exemple en Re´f. [83]) entre BCAN et q :
BCAN = q
2/12.
Chaque source de bruit e´tant totalement de´corre´le´e des autres, la puissance totale de
bruit peut eˆtre conside´re´e comme la somme des puissances de bruit individuelles. La ﬁgure
VII.3 donne la valeur totale de la puissance du bruit et celle du signal a` la ﬁn de la chaˆıne
4Les diffe´rents bruits sont suppose´s eˆtre blancs pour ce calcul, c’est-a`-dire de puissance constante
vis-a`-vis de la fre´quence, ce qui est vraisemblable vu l’e´troitesse de la gamme de de´placement chimique
d’une espe`ce.
5Le terme de « puissance spectrale » utilise´ ici de´signe non une puissance physique mais une quantite´
homoge`ne a` une tension carre´e divise´e par une fre´quence.
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Fig. VII.2 – Simulation nume´rique par SPICE des diffe´rentes courbes de re´ponse selon
qu’on est en mode « e´mission » (ligne pointille´e, axe de gauche) ou en mode « re´ception »(trait
plein, axe de droite). La re´ponse du circuit en re´ception pre´sente une fre´quence d’accord
supe´rieure de 680 ± 32 kHz a` la fre´quence d’accord en e´mission, occasionnant une perte
potentielle de gain en re´ception de 0, 43 ± 0, 03 dB si l’on se place a` l’accord en e´mission
par l’interme´diaire de la commande « wobb ». Ces valeurs sont tout a` fait en accord avec
les valeurs observe´es expe´rimentalement sur une sonde Bruker TBI500 sur un spectrome`tre
Bruker Avance II 500 MHz, qui n’ont pas e´te´ reporte´es dans l’article.
————–
d’acquisition. On a donc un ratio signal sur bruit :
SNR =
αS
αNsonde +Namp + q2/12
(VII.1)
La me´thode de´crite dans l’article pre´ce´dent permet d’augmenter la sensibilite´ de la sonde,
donc si on de´cide de l’appliquer, gagnant ainsi un facteur β sur S comme sur Nsonde, on
trouve un nouveau rapport signal sur bruit :
SNR′ =
αβS
βαNsonde +Namp + q2/12
(β > 1) (VII.2)
soit encore
SNR′ =
αS
αNsonde + β−1(Namp + q2/12)
L’expression ci-dessus permet bien de retrouver la saturation de SNR′/SNR pour les
forts gain de re´cepteur : si q est petit 6, et pour des ampliﬁcateurs a` faible bruit 7, le gain
entre les deux re´glages est minime, de l’ordre de βq2/12Nsonde. Inversement, cette ame´-
lioration du rapport signal sur bruit devient signiﬁcative pour les bas gains en re´ception,
puisque q2/12Nsonde croˆıt.
6Ce qui signifie qu’on utilise plus de bits pour coder le signal, donc que l’on de place a` fort gain de
re´ception.
7Sur les appareils de dernie`re ge´ne´ration, on observe effectivement toujours Namp ≪ αNsonde, avec
plusieurs ordres de grandeur d’e´cart entre les deux valeurs.
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amplificateur
digitaliseur
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Fig. VII.3 – Valeurs de la puissance du signal (S) et du bruit (N) sur le canal d’acquisition
a` chaque e´tape.
————–
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Chapitre VIII
En conclusion
VIII.1 Quelques implications des re´sultats pre´sente´s
Les expe´riences pre´sente´es ici apportent un point de vue nouveau sur la diversite´ des
phe´nome`nes induits par la pre´sence d’une forte polarisation et/ou d’une forte concentra-
tion dans un e´chantillon en phase liquide. Certains e´le´ments, comme la capacite´ de faire
varier l’aimantation totale a` tempe´rature de spins TS donne´e (cf. partie VI), nous per-
mettent de lever en partie le voile sur le roˆle respectif de chacun des acteurs : en eﬀet,
une forte polarisation n’est pas syste´matiquement e´quivalente a` une forte concentration,
en termes d’eﬀets sur la dynamique de spins.
De manie`re ge´ne´rale, les fortes polarisations dans un e´chantillon en phase liquide ge´-
ne`rent des phe´nome`nes cohe´rents et impliquant un grand nombre de spins : on estime par
exemple a` 102 le nombre de spins implique´s dans la plus faible impulsion maser de´tecte´e
ici dans le spectrome`tre. Comme annonce´ dans l’introduction, ces expe´riences mettent
donc en lumie`re les possibles e´cueils des expe´riences futures base´es sur les hautes pola-
risations en liquide, par interme´diaire par exemple de la DNP. L’examen des re´sultats
de l’expe´rience SPIDER montre par exemple que le regroupement spectral peut consti-
tuer un proble`me important pour les me´thodes cohe´rentes de transfert de polarisation et
plus ge´ne´ralement pour les se´quences comportant une irradiation sur un noyau fortement
polarise´.
L’expe´rience SPIDER est certainement appele´e a` eˆtre mieux adapte´e aux spe´ciﬁcite´s
de la RMN des liquides et des fortes polarisations ; notamment a` la diﬀusion qui vient
perturber les conditions de recouplage de Hartmann-Hahn. Il reste que la me´thode a
de´ja` apporte´ une augmentation de signal proton de 85% par rapport au niveau de signal
mesure´ pour une polarisation thermique, ce qui est conside´rable en matie`re de bond tech-
nologique. De plus, il existe diﬀe´rentes pistes possibles promettant SPIDER a` des records
d’eﬃcacite´ d’e´change : pour augmenter le nombre de spins recouple´s par Hatmann-Hahn,
on peut imaginer de passer adiabatiquement a` champ statique nul, ou encore d’utiliser
des se´quences de recouplage avec des impulsions adiabatiques. Ces deux me´thodes per-
mettraient en eﬀet de diminuer la grande sensibilite´ de SPIDER vis-a`-vis des conditions
d’homoge´ne´ite´ des champs statiques et radiofre´quences, et vis-a`-vis des e´carts entre la
fre´quence d’irradiation et la fre´quence de pre´cession de chaque espe`ce.
Le phe´nome`ne des masers autonomes multiples est un sujet d’e´tude vaste, comme le
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montre les multiples interrogations souleve´es mais parfois non re´solues. Ce phe´nome`ne,
tre`s particulier, est tout a` fait spe´ciﬁque des hautes polarisations ; de plus, deux de ses ca-
racte´ristiques en font un sujet tout a` fait original car reque´rant d’envisager la dynamique
des spins en RMN sous un angle inhabituel : son aspect stochastique et sa signature ge´o-
me´trique. En eﬀet, le de´clenchement, l’intensite´ et la fre´quence des e´missions constituent
des phe´nome`nes totalement ale´atoires, voire chaotiques, contrairement aux FID obtenues
a` la suite de la plupart des se´quences d’impulsions impose´es. En outre, les modes de
ces e´missions correspondent a` un de´coupage spatial de l’aimantation, non du fait d’un
gradient de´couplant les spins, comme par exemple en imagerie, mais graˆce a` des acteurs
internes, les couplages dipolaires, qui induisent un regroupement spectral et spatial.
La me´thode d’accord de sonde par bruit de spins est une me´thode simple, directe
et permettant d’obtenir des gains en sensibilite´ de sonde de l’ordre de 30%, pour les
faibles gains de re´cepteur seulement. Malgre´ cette dernie`re limitation, cette me´thode est
par exemple tre`s prometteuse pour l’e´tude d’espe`ces chimiques dissoutes dans de l’eau
non ou partiellement deute´re´e : l’annulation de l’eﬀet d’amortissement cohe´rent en est
simpliﬁe´, ce qui permet de gagner en re´solution des raies de l’espe`ce dissoute, sans parler
de l’ame´lioration associe´e du rapport signal sur bruit.
VIII.2 Quelques perspectives
Le travail de the`se pre´sente´ ici de´bouche sur un grand nombre de pistes qu’il sera utile
et inte´ressant d’explorer pour aller plus loin dans les diﬀe´rents domaines aborde´s.
VIII.2.1 Traitements the´oriques
La section V.3.3 donne les pre´misses d’une the´orie plus ge´ne´rale, qui reste encore a`
e´crire, et base´e sur les fonctions de corre´lation des couplages dipolaires en liquide. Cette
the´orie aurait notamment pour but d’expliciter plus pre´cise´ment les diﬀe´rents moments
de l’aimantation du xe´non en solution en fonction de la polarisation. En eﬀet, on a vu
l’importance de M Xe2 aussi bien dans la dynamique de spins durant l’expe´rience SPIDER
que dans la forme de raie de re´sonance du xe´non en solution.
On a e´galement pre´sente´ des axes d’e´tude des e´missions maser en VI.3.1 et VI.4 qu’il
serait possible de comple´ter. Par exemple, l’emploi syste´matique d’une ou plusieurs des
diﬀe´rentes me´thodes de traitement temporel/spectral de´crites en VI.4 devraient eˆtre por-
teur d’informations substantielles sur l’e´nergie de ces e´missions de masers a` spins, et sur
la forme des modes spatiaux associe´s. A ce propos, il est inte´ressant de signaler ici que, les
expe´riences de´crites ayant pour la plupart e´te´ re´alise´es en absence de verrou en fre´quence,
nous avons pu observer l’eﬀet de l’inductance de la bobine de l’e´lectro-aimant permanent
du spectrome`tre : lorsque l’on introduit le tube dans le spectrome`tre, on constate durant
les premie`res minutes une lente de´rive de de´croissance exponentielle de la fre´quence de
re´sonance de toutes les espe`ces en pre´sence1, conse´quence de la re´ponse inductive de la bo-
bine de l’aimant a` l’introduction d’un tube aimante´ de susceptibilite´ magne´tique non nulle
dans son volume inductif. Plusieurs e´le´ments nous permettent d’aﬃrmer que cette de´rive
1Typiquement 10 Hz en 129Xe.
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ne peut eˆtre due a` une e´volution de la tempe´rature : premie`rement, elle e´tait pre´sente
lorsque l’on positionnait le tube juste au-dessus de la bobine pendant plusieurs minutes
avant l’acquisition des spectres, aﬁn d’assurer la thermalisation de l’e´chantillon ; deuxie`-
mement, la de´rive constate´e en 1H e´tait identique pour tous les pics et correspond a` un
de´calage global de tous les spectres, ce qui montre une de´pendance directe du phe´nome`ne
vis-a`-vis de γ et non vis-a`-vis de la de´pendance en tempe´rature du de´placement chimique
de chaque spin.
Il est enﬁn possible d’e´tudier les signaux temporels produits par ces masers comme un
signal chaotique, ce qu’ils sont a priori si on les conside`re comme des solutions d’un sys-
te`me a` tre`s grand nombre de variable et tre`s fortement de´pendant des conditions initiales
que sont les valeurs du champ statique dans chaque direction, en chaque point de l’e´chan-
tillon. Cette e´tude serait e´galement d’un grand inte´reˆt pour la description des phe´nome`nes
massivement multi-spins pouvant apparaˆıtre de fac¸on ale´atoire dans un e´chantillon liquide
fortement polarise´.
La persistance du phe´nome`ne de masers autonomes en pre´sence d’un gradient de
champ statique mode´re´ sur l’e´chantillon est enﬁn un dernier axe d’e´tude qu’il serait inte´-
ressant de de´velopper. On peut par exemple imaginer bloquer cette apparition par un gra-
dient intense, puis de l’annuler (en taˆchant d’e´viter toute e´mission involontaire de champ
B1 qui pourrait de´clencher un maser instantane´ment). Le temps moyen d’apparition du
premier maser (en fonction de l’aimantation et de la polarisation dans l’e´chantillon) se-
rait un indice inte´ressant du temps caracte´ristique d’interaction dans l’e´chantillon entre
les modes dipolaires par l’interme´diaire de l’amortissement cohe´rent, un parame`tre qu’il
serait inte´ressant de connaˆıtre pour d’autres expe´riences de RMN base´es sur des hautes
polarisations en liquide, notamment pour SPIDER et pour mieux comprendre le phe´no-
me`ne de regroupement spectral.
VIII.2.2 D’autres re´sultats expe´rimentaux surprenants
Une remise en cause des lois de relaxation
On a vu notamment en partie IV que la de´ﬁnition du T2 ne peut plus eˆtre maintenue
telle quelle a` forte polarisation, du fait de la pre´sence du regroupement spectral qui, a` la
forme de raie essentiellement dipolaire, superpose des pics tre`s ﬁns indiquant la pre´sence
dans l’e´chantillon de sous-ensembles de spins ge´ne´rant une aimantation transversale de
tre`s grande dure´e de vie. Plus d’un ordre de grandeur se´pare souvent ces deux largeurs
de raie (re´sonance et pics ﬁns). De manie`re plus ge´ne´rale, dans le cas du xe´non forte-
ment polarise´ en phase liquide, les diﬀe´rentes mesures de T2 releve´es (cf. Eq. VI.15) ne
concordent pas avec les mesures de T1, nous avons parfois pu constater plusieurs ordres
de grandeur d’e´cart entre ces deux mesures, ce qui est incompatible avec la description
classique des phe´nome`nes de relaxation [1] en phase liquide. Il serait donc utile de re´aliser
des expe´riences visant a` de´terminer de fac¸on ﬁable les diﬀe´rents temps de relaxation en
liquide.
Ces expe´riences sont d’autant plus ne´cessaires que nous avons observe´ des cas ou`
la vitesse de relaxation longitudinale du xe´non hyperpolarise´ de´pendait elle-meˆme de
l’aimantation du xe´non : contrairement a` ce qui est attendu, l’aimantation admet alors
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un temps de relaxation longitudinale non plus constant, mais de´pendant du temps2 :
T1(t) = αt+ T
0
1 , ou` α est un parame`tre sans unite´ et ne´gatif (la vitesse de relaxation
longitudinale observe´e est plus grande a` forte aimantation qu’a` l’e´tat thermique). On voit
en ﬁgure VIII.1 que l’expe´rience dont la courbe de relaxation est donne´e par la courbe du
haut ne suit pas, contrairement a` une expe´rience avec une polarisation plus grande mais
une aimantation infe´rieure, une loi de relaxation exponentielle. L’ajustement de α pour
la courbe du haut donne α ≈ −1, 3 · 103 et T 01 ≈ 434 s.
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Fig. VIII.1 – Exemple de relaxation longitudinale non-exponentielle de xe´non concentre´
et d’aimantation positive (croix bleues ×). L’expe´rience-te´moin (croix rouges +) a e´te´ mene´e
dans des conditions identiques, mais avec une quantite´ de xe´non six fois infe´rieure et un
niveau de polarisation supe´rieur.
————–
Ces diﬀe´rentes observations, tre`s inattendues, concernant les parame`tres T1 et T2 per-
mettent d’e´mettre l’hypothe`se que le roˆle des couplages dipolaires devient pre´ponde´rant
en phase liquide a` haute polarisation, au point de mettre en partie en e´chec la the´orie
classique de la relaxation.
Puissance de bruit de spins a` faible TS
Du fait d’une de´pendance de sa puissance en |γ3|, le bruit de spins est diﬃcilement
observable en xe´non dans une sonde a` tempe´rature ambiante. De plus, le niveau attendu
est cense´ eˆtre inde´pendant de la tempe´rature de spin [84], cependant pour quelques ex-
pe´riences de de´tection de bruit de spins base´e sur l’acquisition de bruit a` la fre´quence
de xe´non hyperpolarise´, nous avons pu observer une bosse sur la courbe de bruit de la
sonde (cf. ﬁgure VIII.2), et non un creux comme il est attendu d’une sonde parfaitement
accorde´e en re´ception [79, 85]. Le xe´non e´tant dans ce cas polarise´ ne´gativement (contrai-
rement a` la situation pre´alable a` l’observation des masers), en l’absence d’impulsions, il
2a` de´faut de pouvoir la caracte´riser par un parame`tre plus utile, comme l’aimantation ou la polarisation
instantane´e.
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ne peut s’agir d’une cohe´rence transversale observable. Nous sommes donc bien en pre´-
sence de bruit de spins. Si le niveau du bruit de spins est inde´pendant de la polarisation
(donc de la tempe´rature de spins Ts), son eﬀet sur le bruit de la bobine de´pend, comme
l’amortissement cohe´rent, de la polarisation, ce qui expliquerait que cette bosse ne soit
visible qu’a` forte polarisation. Il serait ainsi inte´ressant de reproduire cette expe´rience en
faisant varier la tempe´rature ambiante et la tempe´rature de spins du xe´non, dans une
sonde posse´dant une bobine large bande de facteur de qualite´ et de facteur de remplissage
supe´rieurs, aﬁn d’augmenter sa sensibilite´ vis-a`-vis du bruit de spins.
Ces diﬀe´rents re´sultats expe´rimentaux conduisent a` de nombreuses questions concer-
nant la description a` haute polarisation en liquide de la matrice densite´ ρ, proble`me que
l’on a tente´ d’aborder (cf. par exemple la section V.3.3) dans ce me´moire sans toute-
fois pouvoir expliquer tous les phe´nome`nes de´crits ici. Ils repre´sentent autant d’indices
des diﬀe´rences entre les eﬀets de la concentration et de la polarisation, a` aimantation
constante.
Fig. VIII.2 – Spectres de xe´non acquis respectivement apre`s une impulsion d’angle θ
faible (courbe bleue, au-dessus) et par enregistrement de bruit de spins (rouge, au-dessous).
L’e´largissement de raie et le regroupement spectral sont pre´sents exclusivement sur le spectre
enregistre´ apre`s excitation. Le spectre en puissance de bruit de spins pre´sente une bosse a`
la fre´quence de Larmor du xe´non la` ou` la the´orie pre´voit un creux.
————–
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